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La Physique...Univers passionant s’il en est, monde magique, e´blouissant,
merveilleux ou` les photons, solitions, barytons et tous ces mots en (( -on ))
interagissent dans un gigantesque bouillonnement, a` des vitesses souvent
proches de la lumie`re. Leur e´vocation en soire´e mondaine fait briller le phy-
sicien aux yeux de la socie´te´ qui le coˆtoie...Enfin presque...Chacun n’a t’il
jamais eu l’occasion, lors de ces fameuses soire´es, de rencontrer un(e) char-
mant(e) jeune personne, et lors de la question fatidique
-Mais au fait, tu fais quoi dans la vraie vie toi ?
Ge´ne´ralement, il s’ensuit un le´ger instant de flottement de l’ordre de plusieurs
millisecondes voire secondes...
-Hummm...je suis en the`se de heuuu...physique...
-The`se de quoi ?
-Heu, de physique...
A ce temps t, plusieurs re´ponses sont possibles :
-Re´ponse 1. Ah, la physique, qu’est ce que j’ai pu me faire chier avec ces
histoires de ressorts...
Bien, c¸a annonce une soire´e passionnante. Autre cas, il se peut qu’apre`s un
silence d’une dure´e approximative de ∆t
-Re´ponse 2. Tiens, mon verre est vide...
Et tel un pestife´re´, personne ne vous adresse plus la parole. Ou alors, cas
plus rare mais ne´anmoins probable
-Re´ponse 3. Ah ouais, tu travailles donc pour fabriquer des bombes ? ? ?
Parfait, comment sortir de l’amalgame en moins de dix minutes ? J’ajoute-
rais que le sacerdoce ne s’arreˆte pas la`. De´crire votre travail de physicien a`
une communaute´ qui n’y connaˆıt parfois pas grand chose a` votre domaine
n’est rien en comparaison du (( expliquer-sa-the`se-de-physique-the´orique-a`-
sa-grand-me`re )). Je me suis donc drape´ dans ma fie`rete´ quand je me suis
rendu compte que nous sommes des incompris d’une socie´te´ ingrate. Cepen-
4dant, les hommes et les femmes que nous sommes ont choisi de servir la science
et c’est leur joie (disciplus simplex) pour l’abne´gation, la beaute´, l’e´thique
et l’amour du risque tels des justiciers (pas) milliardaires...Donc pour rendre
hommage a` tous ces matyrs de´voue´s, cette masse laborieuse et magnifique
je tiens a` remercier tout particulie`rement Robert Gayet (OˆOˆoˆoˆ maˆıˆıˆıtre....)
l’initiateur, le guide, que dis-je ? L’aˆme absolue de l’interaction laser-atome
de tout l’Ouest de Bordeaux 1...Celui par qui (son pas fait trembler les mon-
tagnes...) toute cette aventure a commence´. Mais e´galement Henri Bachau
(son nom soit mille fois loue´...) dont le tre`s grand me´rite fuˆt de reprendre et
de continuer avec ardeur et pre´cision ce travail. Plus ge´ne´ralement, j’adresse
mes plus since`res remerciements a` Eric Cormier (sa voix re´sonne dans les
me´moires...) pour m’avoir enseigne´ les arcanes secre`tes de son code ESDT,
Sophie Jequier (son rire enflamme les couloirs...), Bernard Pons (les taxis
madrile`nes se souviennent de ses appels ainsi que les femmes de chambre des
hoˆtels allemands de ses billets...), Herve´ Jouin pour ses nombreux conseils,
Elodie Parzy et Jean-Michel Franconi pour le monitorat. Je voudrais aussi
adresser les hommages aux membres de mon jury, et tout particulie`rement
aux rapporteurs Bernard Piraux et Jocelyn Hanssen. Je suis au moins suˆr que
deux personnes sur Terre auront lu ma the`se, avant qu’elle ne finisse au fond
d’une bibliothe`que poussie`reuse. Plus ge´ne´ralement tous ceux du CELIA qui
ont contribue´ un peu, beaucoup, passionne´ment, a` la folie a` l’ambiance excel-
lente du laboratoire. Ceci ne serait e´videmment pas complet sans y ajouter
ceux qui m’ont supporte´ de pre`s et/ou de loin, au tout premier chef Roland
le coburaliste mateux, Emilien l’homme des couloirs et le fantoˆme Aubin, le
gros Nono, Benoˆıt, Afeintou, Ste´phane le batteur compulsif, Je´roˆme le sumo,
Philippe, Jean-Luc, Xavier, Anne et Virginie et ses gatoˆoˆoˆoˆs, pour la bande
du couloir B (Couloir B for eveuuuuuuuurrrr ! ! ! ! !). Une pense´e particulie`re
pour les autres, Didier, Fred, Claudius et Olivier-le-capœiriste-en-herbe et
tous ceux d’Arte Negra : Marcelo, Mandinga, Giagia, Negin˜ho, De mel, Bran-
quin˜ha, Vara, Dadin˜ho, Del et Thibault, la capœira c¸a vous gagne (ah non
c¸a c’est la montagne...). Spe´cial de´dikass du 3-3 Saint-Mich a` mes potosses
a` moi, Dodz, Toufe, Moon, les Veiga-Hostein Gino, Jocko et Samichmuche
ainsi que Julio, Trudinette et leurs petits respectifs Emma, Raphae¨l mais
aussi Fredouze le tibelia¨ı...Et bien suˆr Nade`ge, Manu-Manu, Tiastounet et
Au˜deˆ...Wouala pour la clique...
Il est ne´cessaire de consacrer ce dernier paragraphe a` ceux qui me sont
proches et a` qui vont mes plus since`res et profonds remerciements. Je pense
bien suˆr a` mes parents dont je suis fier d’eˆtre sur les traces, et pour qui la
taˆche n’a pas duˆ eˆtre toujours facile ainsi que mes grands-parents. Enfin,
l’ultime remerciement va a` Mamilou (Maaaaaammmmilouuuuuu...sur un air




Et au lecteur courageux
6Sigles, symboles et commentaires
Sigles
ADK Ammosov-Delone-Krainov
BSI Barrier suppression ionization
BSP Born en se´rie de perturbation
CCC Convergent close coupling
COLTRIMS Cold-target recoil-ion momentum spectroscopy
CPA Chirped pulse amplification
CV Coulomb-Volkov
DPI Double photoionisation
DPIω Double photoionisation a` un photon
DPI2ω Double photoionisation a` deux photons
ECR Equations couple´es re´duites
ECS Exterior complex scaling
ELS Equations de Lippman-Schwinger
ESDT Equation de Schro¨dinger de´pendante du temps
IR Infrarouge
KFR Keldysh-Faisal-Reiss
LEL Laser a` e´lectrons libres
MCV Modified Coulomb-Volkov
RCV Renormalized Coulomb-Volkov
SAE Single active electron
SETD Section efficace triplement de´rive´e
SFA Strong field approximation
SPIDER Spectral phase interferometry for direct electric-field reconstruction
UV Ultraviolet
2SC Two screened Coulomb wavefunctions




O Majuscule curviligne : ope´rateur
ε Energie de l’e´tat atomique
V Etat de Volkov
Ψ Fonction d’onde exacte de l’e´tat a` chaque instant t
Φ Fonction d’onde exacte non perturbe´e de l’e´tat a` chaque instant t
χ Fonction d’onde approche´e de l’e´tat a` chaque instant t
ϕ Partie spatiale (radiale et angulaire) de la fonction d’onde
Rn` Partie radiale de la fonction d’onde
Ym` Harmonique sphe´rique
C~k Fonction d’onde Coulombienne
ψ~k Partie spatiale de la fonction d’onde Coulombienne
Ω Angle solide
(φ, θ) Coordonne´es sphe´riques azimutale et colatitudinale
Nota Bene :
De nombreux quiproquos sont souleve´s par l’utilisation des termes (( in-
tensite´ )) ou (( e´clairement )) pour qualifier le rayonnement d’une source laser
interagissant avec un syste`me atomique. Cette note a pour but de clarifier ce
de´tail et d’exposer le point de vue adopte´ dans ce manuscrit. En suivant la
de´finition de l’optique photome´trique, l’intensite´ d’une source ponctuelle est





L’e´clairement d’un re´cepteur quant a` lui, de´finit le flux lumineux rec¸u par





Ces deux quantite´s sont donc diffe´rentes sur deux points : d’un coˆte´ il y a
la notion de source et d’angle solide, de l’autre de re´cepteur et de surface.
Nous allons conside´rer ici que le faisceau laser incident ne peut pas, au vu
des dimensions atomiques des syste`mes e´tudie´s, eˆtre conside´re´ comme ponc-
tuel. Dans ce cas, si la source repre´sente une surface de grandes dimensions,
l’intensite´ ne peut plus eˆtre de´finie par unite´ d’angle solide mais doit l’eˆtre
8par unite´ de surface (dΩ = dS). De plus, si l’on conside`re une propagation
rectiligne uniforme de ce faisceau, la surface re´ceptrice sera identique a` celle
e´mettrice (dS ′ = dS). Il s’agira en de´finitive d’un (( cylindre de lumie`re )) ou`
l’intensite´ et l’e´clairement seront traite´s sur un pied d’e´galite´. Nous conside´-
rerons donc qu’il s’agit exactement de la meˆme quantite´ et nous choisissons
pour le reste du manuscrit le terme d’intensite´.
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De`s que les proprie´te´s de la lumie`re ont pu eˆtre parfaitement controˆle´es,elle est devenue l’un des outils privile´gie´s de l’e´tude de la dynamique
e´lectronique au sein des atomes. De plus, graˆce a` leurs caracte´ristiques de
monochromaticite´, cohe´rence et polarisation, l’utilisation d’impulsions laser
s’est largement e´tendue : des applications me´dicales connues, a` la course aux
lasers de puissance, en passant par une utilisation commerciale de masse,
le laser a aujourd’hui investi tous les domaines de la socie´te´. C’est l’un des
exemples les plus ce´le`bres de technologie dont les avance´es en termes d’inten-
site´ et de dure´e d’impulsion, ouvrent de nouvelles perspectives de recherche.
Ainsi, quand les grandeurs de la dynamique e´lectronique dans les atomes se
voient sonde´es a` leur propres e´chelles, des informations claires et pre´cises sont
accessibles. Cette dynamique induite par des impulsions laser dans le domaine
infrarouge (IR), est maintenant bien connue et domine´e par deux aspects :
d’une part, le grand nombre de photons mis en jeu, et d’autre part la faible
largeur spectrale du rayonnement incident. La dure´e de ce type d’impulsions
e´tant suffisamment longue pour ne´gliger celle-ci. Nous sommes actuellement
dans une phase de transition ou` plusieurs protocoles expe´rimentaux ge´ne`rent
un rayonnement laser impulsionnel ultraviolet (UV) intense et bref. De`s lors,
les phe´nome`nes induits n’ont plus du tout les meˆmes caracte´ristiques ; nous
nous de´plac¸ons vers une dynamique domine´e par un faible nombre de photons
et ou` de´sormais la largeur spectrale du rayonnement viendra jouer un roˆle
de´terminant. De nouvelles installations voient le jour, en particulier le laser a`
e´lectrons libres (LEL), mode`le hybride entre une source laser traditionnelle et
un rayonnement synchrotron [1]. Le principe de base consiste a` remplacer le
milieu amplificateur par un faisceau d’e´lectrons relativistes dont l’e´nergie est
partiellement convertie en rayonnement e´lectromagne´tique. Le LEL s’e´carte
donc des lasers conventionnels car pour ces derniers, c’est la nature discre`te
des niveaux d’e´nergie du milieu qui impose les longueurs d’onde du rayonne-
ment e´mis. Pour le LEL au contraire, on a affaire a` un quasi-continuum de
niveaux e´lectroniques. Des e´lectrons sont issus d’un acce´le´rateur puis injecte´s
dans une structure appele´e onduleur dont le but est de courber pe´riodique-
ment leur trajectoire afin qu’ils acquie`rent une vitesse transverse sinuso¨ıdale.
Une e´mission a` une longueur d’onde particulie`re de re´sonance apparaˆıt : c’est
un rayonnement laser. Celui-ci est ensuite amplifie´ par une cavite´ optique puis
extrait. L’avantage majeur de ce genre de dispositif est l’accordabilite´ de la
longueur d’onde en fonction du parame`tre de de´flexion de l’onduleur, mais
e´galement les fortes intensite´s que l’on peut obtenir en fonction du courant
d’e´lectrons incidents. A titre d’exemple les performances que l’on atteint ac-
tuellement sont de l’ordre de 1014 W.cm−2 avec des dure´es d’impulsion de
20-100 fs et des photons de plusieurs dizaines d’eV sur la source FLASH de
Hambourg. En 2002, une expe´rience re´alise´e sur un agre´gat de xe´non avec
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une source LEL de forte intensite´ (7.1014 W.cm−2) et d’e´nergie de photon
de 12, 7 eV fait apparaˆıtre des effets spectaculaires tre`s diffe´rents de ceux
observe´s a` l’aide d’e´nergie de photons dans le domaine visible. Tout d’abord,
l’ionisation simple de certains atomes de xe´non se fait par absorption d’un
photon menant ensuite a` la formation d’un plasma. Ce dernier induit une
forte augmentation de l’aborption de photons conduisant finalement a` l’ex-
plosion Coulombienne de l’agre´gat [2]. Plus re´cemment, on a pu observer la
double ionisation par absorption de deux photons dans l’he´lium [3], sur la
source FLASH, et la re´ponse non-lineaire de cet atome lorsqu’il est soumis
a` une radiation intense dans l’UV lointain [4]. Dans un avenir proche, il est
pre´vu de produire des photons d’une centaine d’eV a` des intensite´s allant
bien au-dela` de 1015 W.cm−2.
Ceci ouvre de nouveaux champs d’investigation, aussi bien du coˆte´ ex-
pe´rimental que the´orique. Il faudra en particulier de´velopper des me´thodes
the´oriques adapte´es au contexte de ces champs tre`s intenses dans le domaine
XUV et c’est pre´cise´ment dans cette perspective de moyen terme que se situe
notre travail. D’un autre coˆte´, l’essor et l’emploi des lasers impulsionnels tel le
Titane-Saphir comme une source IR intense et bre`ve a permis, avec le progre`s
des optiques, la production d’un rayonnement secondaire compose´ d’un train
d’harmoniques e´leve´es et intenses [5]. Des processus non-line´aires induits par
ce type de rayonnement ont e´te´ observe´s, par exemple la double ionisation
de l’he´lium par absorption de deux photons de 41, 8 eV (27e`me harmonique
du Titane-Saphir) a` une intensite´ de 1014 W.cm−2 [6]. La ge´ne´ration d’har-
moniques ouvre e´galement la voie a` la production d’impulsions attosecondes
uniques, en isolant une seule impulsion de ce train [7, 8]. Si ces impulsions
ultra-bre`ves offrent la possibilite´ d’explorer la matie`re a` des e´chelles de temps
(( atomiques )), l’activite´ dans ce domaine est concentre´e sur la me´trologie
avec le de´veloppement de diverses me´thodes de mesure de la dure´e de ces im-
pulsions (par exemple la me´thode SPIDER (( Spectral Phase Interferometry
for Direct Electric-field Reconstruction )) initialement de´veloppe´e par C. Ia-
conis et I. Walmsley [9]). Paralle`lement au de´veloppement de ces diagnostics,
il faut noter les progre`s re´alise´s dans la de´tection. Une technique d’imagerie
et de mesure performante de la fragmentation comple`te de petits syste`mes, le
COLTRIMS ((( Cold-Target Recoil-Ion Momentum Spectroscopy ))) est de´-
sormais utilise´e [10]. Tous les fragments charge´s d’un atome, d’une mole´cule
ou` les produits d’une re´action de surface sont projete´s par une combinaison
de champs e´lectriques et magne´tiques sur une surface sensible. D’apre`s la
mesure du temps de vol des particules et leur position d’impact sur le de´-
tecteur, il est possible d’obtenir leur vecteur d’onde en trois dimensions avec
une re´solution de l’ordre de 0,05 unite´s atomiques (u.a.). Ainsi, nous voyons
que tous les e´le´ments sont en place pour l’e´tude fine des phe´nome`nes e´lectro-
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niques dans les atomes : production de rayonnements e´nerge´tiques, intenses
et brefs, techniques de diagnotic et de de´tection efficaces.
Jusqu’a` pre´sent, un grand nombre de the´ories ont vu le jour dans le
contexte des lasers IR intenses. Des approches (( ab-initio )) comme la re´-
solution directe de l’e´quation de Schro¨dinger de´pendante du temps (ESDT)
par diverses me´thodes nume´riques, ont e´te´ de´veloppe´es ; cependant, lorsque le
re´gime d’ionisation passe de l’absorption multiphotonique au re´gime tunnel,
cette me´thode devient tre`s lourde. De plus, le traitement des syste`mes com-
plexes par l’ESDT est aussi difficile. D’autres approches, exploitant la forte
interaction avec le champ laser compare´e a` l’effet de la charge atomique (SFA
pour (( Strong Field Approximation ))), ont e´galement e´te´ mises en place (voir
[11] pour une revue re´cente de la me´thode SFA). Une attention particulie`re
a e´te´ donne´e a` l’ionisation et L.V. Keldysh a effectue´ un travail de pionnier
dans ce domaine, sur la base des travaux de D.M. Volkov [12], en e´tablissant
une approche qui s’applique en re´gimes tunnel et multiphotonique [13]. Il a
de´fini un parame`tre les de´limitant : le (( parame`tre de Keldysh )) de´pendant
de la fre´quence laser, de l’intensite´ et du potentiel d’ionisation. Par la suite, ce
mode`le a e´te´ ame´liore´ avec la the´orie Keldysh-Faisal-Reiss (KFR) [13, 14, 15].
D’autres approches en (( champs forts )), fonde´es sur l’e´tude de l’ionisation
en champ statique, ont e´te´ de´veloppe´es. La plus populaire est certainement
la me´thode d’Ammosov-Delone-Krainov (ADK) [16] dont les limites ont re´-
cemment e´te´ discute´es [17]. La me´thode KFR a fait l’objet de nombreuses
e´tudes dans le cadre des champs lasers IR intenses [18] mais ne donne pas
de re´sultats satisfaisants pour l’ionisation des atomes, car l’effet de la charge
nucle´aire est ne´glige´ (voir la revue [18], chapitre 4). D’un point de vue ge´-
ne´ral, le potentiel Coulombien joue un roˆle important dans l’ionisation des
e´lectrons de basse e´nergie, et ce point constitue une limitation importante de
la me´thode SFA [19]. S’il est clair que les approches base´es sur cette approxi-
mation sont moins performantes que les traitements de type ESDT, elles ont
dans beaucoup de cas amene´ une compre´hension plus approfondie des pro-
cessus physiques implique´s dans l’interaction laser-matie`re. En revanche, le
domaine XUV a e´te´ bien moins e´tudie´ par les me´thodes de ce genre, puisque
les intensite´s disponibles jusqu’a` la fin du sie`cle dernier ne permettaient pas
d’explorer le re´gime d’ionisation ou d’excitation non-line´aire. C’est ce qui a
motive´ l’e´tude de l’approche (( Coulomb-Volkov )) [20] dans le laboratoire.
Comme nous le verrons par la suite, c’est une approche de type SFA qui
prend en partie en compte l’effet de la charge nucle´aire. Dans des publica-
tions pre´ce´dentes [21, 22, 23] l’efficacite´ d’une telle me´thode a e´te´ de´montre´e,
reposant sur l’emploi d’e´tats particuliers dits de (( Coulomb-Volkov )) dans
ce cadre de l’ionisation d’atomes par des impulsions UV femtosecondes. Ces
e´tats se scindent en deux facteurs distincts, repre´sentant d’une part l’inter-
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action noyau atomique-e´lectron et d’autre part l’interaction e´lectron-champ
e´lectromagne´tique exte´rieur. Ses avantages re´sident dans sa capacite´ a` de´-
crire les transitions multiphotoniques sans recourir a` un de´veloppement en
se´rie, mais e´galement dans la description du caracte`re Coulombien du dipoˆle
atomique. L’ide´e ge´ne´rale de ce travail est d’utiliser l’approche (( Coulomb-
Volkov )) pour la description de l’ionisation d’atomes en champ XUV et en
re´gime non-line´aire. Certaines limitations e´tablies lors de ces pre´ce´dents tra-
vaux, seront analyse´es sur la base de l’e´tude de l’hydroge`ne atomique en
champ laser XUV intense. Dans un cadre plus prospectif, nous aborderons
aussi le proble`me de l’ionisation double de l’he´lium en champ XUV intense,
tout d’abord par l’absorption d’un photon, afin de comparer avec les nom-
breux travaux publie´s. Nous verrons e´galement comment aborder le proble`me
tre`s actuel de la double ionisation directe a` deux photons. Nous e´valuerons
dans ce contexte l’effet des corre´lations e´lectroniques et celui des approxi-
mations propres a` l’approche Coulomb-Volkov. Tout au long de ce travail,
nous nous placerons dans des conditions d’intensite´ et de dure´e d’impul-
sion telles que l’ionisation soit domine´e par l’absorption de photons : c’est le
re´gime (( multiphotonique )). Deux raisons justifient ce choix : le de´veloppe-
ment d’une description de base s’en trouve facilite´e et de nombreux re´sultats
the´oriques mais surtout expe´rimentaux ont e´te´ obtenus dans ces conditions.
En effet, les intensite´s laser disponibles alors ne permettaient pas d’e´tudier
l’ionisation en champ tre`s intense. Ces re´sultats vont donc nous servir de
base de comparaison. Ainsi on n’abordera pas le re´gime d’ionisation a` plus
haute intensite´, ou` l’on change de re´gime d’ionisation. Dans cette situation,
le champ est suffisamment fort pour abaisser la barrie`re de potentiel retenant
l’e´lectron, lequel peut s’e´chapper de la structure atomique par effet tunnel.
L’e´tude de l’ionisation dans ce re´gime (( tunnel )) constitue le prolongement
naturel de notre travail a` plus long terme.
Ce document est de´coupe´ en deux parties. La premie`re partie expose glo-
balement les processus d’interaction qui nous concernent, ainsi que le cadre,
les de´veloppements the´oriques et l’application concre`te de notre approche a`
l’hydroge`ne. Elle est donc divise´e en trois chapitres dont le premier traite
du de´tail de l’interaction laser-matie`re a` l’e´chelle atomique. Nous y de´cri-
rons quels sont les processus qui nous inte´ressent particulie`rement, ainsi que
ceux qui se rapportent a` des the´matiques de´veloppe´es au laboratoire CE-
LIA. Nous y ferons un e´tat de l’art the´orique afin de cerner les spe´cificite´s
des traitements de´ja` existants. Enfin, nous pre´senterons plus formellement
le contexte de notre me´thode. Le deuxie`me chapitre concerne directement le
de´veloppement analytique des amplitudes de transition, base fondamentale
de notre approche. Y sont regroupe´s les de´tails techniques des calculs que
nous allons ensuite utiliser pour l’e´tude de l’irradiation de l’hydroge`ne et de
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l’he´lium, ainsi que des conside´rations propres a` la me´thode. Dans le troisie`me
chapitre, l’un des de´veloppements pre´ce´dents est applique´ a` deux cas : d’un
coˆte´ l’ionisation de l’hydroge`ne en conditions de champ intense, et de l’autre
l’excitation avec des e´nergies de photon infe´rieures a` la moitie´ du potentiel
d’ionisation. Dans le premier cas, nous aurons recours a` un calcul annexe de la
population de l’e´tat fondamental pour pouvoir exporter la description au-dela`
des conditions de perturbation. Dans le second, nous regarderons pre´cise´ment
les transitions multiphotoniques intervenant entre e´tats lie´s de l’hydroge`ne.
Enfin, nous de´montrerons pourquoi l’emploi de ce genre de me´thode n’inclut
pas la contribution des e´tats interme´diaires et comment reme´dier simple-
ment a` cette limitation. La deuxie`me partie est de´volue plus spe´cifiquement
a` l’e´tude de l’he´lium en interaction avec une impulsion laser bre`ve et intense :
elle est divise´e en quatre chapitres. Dans le premier chapitre nous regarde-
rons les deux cas pre´cis de la double ionisation a` un et deux photons avec
un de´veloppement de base. Travailler sur un processus multie´lectronique re-
quiert une mode´lisation des interactions e´lectron-e´lectrons intervenant lors
de l’ionisation double par une impulsion laser. Ce point constituera le second
chapitre de cette partie. Nous regarderons en particulier quel sera l’impact
des diffe´rents types de corre´lations e´lectroniques1 (radiales ou angulaires) sur
les quantite´s calcule´es. Dans un troisie`me temps, il s’agira de regarder quelle
peut eˆtre l’influence du degre´ d’approximation de l’e´tat fondamental, par
la prise en compte d’un plus grand nombre d’orbitales atomiques de base.
Ceci dans l’objectif d’e´tendre la description hors conditions d’e´quipartition
de l’exce`s d’e´nergie apporte´e par les photons de l’impulsion. Enfin, dans le
dernier chapitre, nous de´velopperons un traitement fonde´ sur l’approximation
de Born au deuxie`me ordre incluant explicitement les e´tats interme´diaires.
Nous regarderons donc comment la dynamique de la double ionisation a` deux
photons est affecte´e par l’un de ces e´tats en particulier. Nous cloˆturerons ce
manuscrit en pre´sentant quelques perspectives.
Nous utiliserons pre´fe´rentiellement les unite´s atomiques, bien que les e´lectrons-
volts soient e´galement employe´s pour les e´nergies.
1Dans le cadre de ce manuscrit, nous entendons par corre´lations e´lectroniques l’interac-





d’hydroge`ne en interaction avec
des impulsions laser intenses et
bre`ves
Introduction
Pour un champ e´lectromagne´tique, le qualificatif d’intense est une notionqui doit ne´cessairement eˆtre relie´e a` une re´fe´rence. La communaute´ des
physiciens atomiciens l’ont de´finie comme l’intensite´ I0 d’un rayonnement
dont le champ e´lectrique est celui que subit l’e´lectron d’un atome d’hydroge`ne
sur la premie`re orbite de Bohr. Le rapport de l’intensite´ I de n’importe quel
champ a` I0 (cf. Annexe A) de´finit une valeur qui nous permet de qualifier
l’intensite´ de ce champ2 et qui est objectivement lie´e a` ce qui est e´tudie´. Dans
le cadre de processus atomiques induits par des impulsions laser, elle est donc




¿ 1 champ peu intense ou faible
I
I0
≈ 1 champ intense ou fort
I
I0
À 1 champ tre`s intense
(3)
ou` I est l’intensite´ creˆte de l’impulsion. Par analogie, la re´fe´rence temporelle
est la pe´riode durant laquelle un e´lectron parcourt cette meˆme orbite. D’un
point de vue classique, et en conside´rant une re´volution circulaire, elle est
approximativement de τ0 = 152 attosecondes (1 as = 10
−18 s). Comparative-




de 10, c’est-a`-dire pour des impulsions de dure´e femtoseconde. Encore une
fois, ceci n’est valable que pour l’e´tude de la dynamique e´lectronique ato-
mique. Le tableau suivant (cf. Tab. 1) re´sume dans ce cadre, les qualificatifs
caracte´risant l’impulsion en fonction de sa dure´e.
2Il est e´vident qu’elle sera susceptible de beaucoup e´voluer dans les anne´es qui viennent.
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Nanoseconde (1 ns = 10−9 s) impulsion tre`s longue
Picoseconde (1 ps = 10−12 s) impulsion longue
Femtoseconde (1 fs = 10−15 s) impulsion bre`ve
Attoseconde (1 as = 10−18 s) impulsion ultra-bre`ve
Tab. 1 – Qualificatifs d’une impulsion en fonction de sa dure´e
La mise œuvre du principe d’amplification d’impulsion a` de´rive de fre´-
quence dans le milieu des anne´es 1980 [24] ((( Chirped Pulse Amplification ))
ou CPA), permet maintenant d’atteindre des intensite´s de 1021 W.cm−2 et
de courte dure´e, de l’ordre de 35 fs. Le de´veloppement de ces impulsions
bre`ves a permis l’exploration d’une dynamique atomique jusqu’alors inter-
dite. En effet, l’apparition d’une largeur spectrale importante associe´e a` ces
nouvelles e´chelles de temps autorise des transitions photoniques vers un plus
grand nombre de niveaux atomiques. Ainsi, et c’est l’une des caracte´ristiques
essentielles de l’emploi d’impulsions bre`ves, une multitude de voies (ou (( che-
mins quantiques ))) se trouvent de´sormais ouvertes et vont pouvoir interfe´rer
entre elles. L’e´tude ge´ne´rale de ces phe´nome`nes s’en trouve donc amplement
complique´e. Par ailleurs, si on s’inte´resse au nombre de photons contenus dans
une impulsion d’un laser IR de type Titane-Saphir de la chaˆıne kHz Aurore
a` 800 nm du CELIA, d’e´nergie ω = 0, 057 u.a. (1, 55 eV ) et d’intensite´
I = 1016 W.cm−2, il est de N ' 1, 5.1024 photons pour un volume d’un cm3.
En regard de la quantite´ disponible, tous les processus multiphotoniques que
l’on va e´voquer ensuite ne font intervenir qu’un tre`s petit nombre de photons.
Pratiquement, cela se traduit en conside´rant le champ laser comme un re´ser-
voir infini de photons. Ceci a une conse´quence importante car une description
(( classique )) du champ laser sera alors tout a` fait suffisante.
Re´cemment, la production de rayonnements VUV secondaires par la ge´-
ne´ration d’harmoniques d’ordre e´leve´ (GHOE) [25, 26] dont l’une des ca-
racte´ristiques est la dure´e attoseconde [7] met a` notre porte´e les outils pour
sonder la matie`re a` l’e´chelle de ses propres grandeurs. Cependant, pour en ex-
traire une information pertinente, nous allons tout d’abord de´finir quels sont
les grands principes de l’interaction entre la lumie`re et la matie`re a` l’e´chelle
atomique. C’est le but du premier chapitre de cette partie. Nous y passe-
rons e´galement en revue les quelques techniques the´oriques de´ja` existantes
dont une en particulier est disponible au CELIA. Le chapitre 2 va reprendre
les e´le´ments de base de l’approche Coulomb-Volkov pour la description de
processus multiphotoniques dans les atomes d’hydroge`ne et d’he´lium. Nous
y verrons la construction des e´tats de Coulomb-Volkov et pourquoi ces e´tats
sont a` meˆme de de´crire les transitions multiphotoniques mais aussi les diffi-
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culte´s lie´es au changement de jauge. Puis, nous de´velopperons formellement
les amplitudes de transition pour l’excitation des premiers e´tats lie´s de l’hy-
droge`ne et pour l’ionisation double de l’he´lium. Enfin, le troisie`me et dernier
chapitre sera consacre´ a` l’application de ces amplitudes de´veloppe´es pour
l’hydroge`ne quand les parame`tres de l’impulsion laser sont d’une part une
intensite´ hors conditions de perturbations et d’e´nergie de photon supe´rieure
au potentiel d’ionisation et d’autre part une intensite´ mode´re´e et une e´ner-
gie de photon infe´rieure a` la moitie´ du potentiel d’ionisation. Nous de´crirons
e´galement en de´tail pourquoi une me´thode Coulomb-Volkov de ce type ne




L’interaction laser-atome en champ
intense et bref
1.1 Introduction
De`s que la notion de (( quantum de lumie`re )) (de´nomme´ (( photon )) parG.N. Lewis en 1926) a e´te´ de´finie par A. Einstein lors de la publication
de ses cinq papiers fondamentaux dans (( Annalen der Physik )) en 1905,
la possibilite´ de processus multiphotoniques (absorption ou e´mission de plus
d’un (( quantum de lumie`re )) lors d’une transition atomique) est e´voque´e. A
titre d’exemple
(( Quand le nombre de quanta d’e´nergie par unite´ de volume si-
multane´ment transforme´s est suffisamment grand, un quantum
de lumie`re e´mise peut obtenir son e´nergie de plusieurs quanta
d’e´nergie. ))
-Annalen der Physik 17, 132 (1905)-
De`s lors, une tre`s grande varie´te´ de processus atomiques induits par des
photons ont e´te´ observe´s et analyse´s. Nous allons spe´cifiquement nous pencher
sur trois d’entre eux, dont les deux premiers constituent des the´matiques
fondamentales du groupe (( Harmoniques et applications )) du CELIA. Tous
sont associe´s a` l’interaction fortement non line´aire entre un atome et un
champ laser intense.
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1.2 Processus multiphotoniques dans les atomes
L’importance de ces processus est de´terminante puisqu’ils apparaissent a`
tous les domaines d’e´nergie de photon du laser incident. Cependant, comme
nous l’avons souligne´, la dynamique induite peut eˆtre tre`s diffe´rente selon les
caracte´ristiques intrinse`ques de cette impulsion.
1.2.1 Ionisation multiphotonique et (( Above Threshold
Ionisation )) (ATI)
L’ionisation multiphotonique consiste en l’absorption simultane´e d’un cer-
tain nombre de photons menant l’atome A dans un e´tat ionise´. Elle peut eˆtre
re´sume´e par la re´action suivante
nω + A −→ A+ + e− (1.1)
ou` n est le nombre minimum de photons d’e´nergie ω correspondant a` la
fre´quence centrale de la distribution en e´nergie de l’impulsion, que requiert
l’ionisation. Cependant, si l’on observe le processus avec attention, toute
une dynamique faisant intervenir les e´tats atomiques quasi-re´sonants peut
intervenir. La Fig. 1.1 repre´sente la structure atomique de l’hydroge`ne irradie´
par une impulsion laser IR de´crite en introduction, et pour laquelle n = 9.
Dans ce cas, la largeur spectrale ∆ω du laser permettrait d’atteindre les e´tats
2` pour n = 7 et 3` pour n = 8 par exemple.
Historiquement, les premie`res preuves expe´rimentales de ce phe´nome`ne
datent du milieu des anne´es 60 [27, 28] ; elles ont e´te´ poursuivies par plusieurs
groupes, en particulier celui de Saclay [29, 30] ou` le rendement d’ions produits
a e´te´ e´tudie´ en fonction de l’intensite´ du laser. Avec les intensite´s peu e´leve´es
disponibles alors, il a e´te´ observe´ que le taux de n-ionisation Γn en s
−1 suit






ou` σn est la section efficace ge´ne´ralise´e en cm
2n.sn−1. Cette approche the´o-
rique sera de´crite plus en de´tail par la suite (cf. §1.3.2). Vers la fin des anne´es
70 et jusqu’aux anne´es 80, l’e´tude des re´sonances a pris une importance tant
expe´rimentale [31, 32] que the´orique avec des me´thodes semi-pertubatives
telles que le mode`le des (( e´tats essentiels )). Il s’agit de mode´liser l’atome
par un ou` plusieurs e´tats lie´s susceptibles de contribuer activement et per-
mettant une description suffisante des processus en jeu. Plusieurs approches
ont alors vu le jour parmi lesquelles nous pouvons citer [33], fonde´e sur la




εH3` = −0, 055 u.a.
εH2` = −0, 125 u.a.
εH1s = −0, 5 u.a.
ω = 0, 057 u.a.
Fig. 1.1 – Ionisation d’un atome d’hydroge`ne par une impulsion laser IR de
800 nm.
matrice densite´ et [34], de´veloppe´e sur une base de B-splines (dont nous re-
parlerons e´galement). Ces me´thodes ont l’avantage d’eˆtre adapte´es a` l’e´tude
de processus multiphotoniques a` des intensite´s mode´re´es. En outre, elles ont
permis de mettre en lumie`re le roˆle du de´placement des e´tats lie´s sous l’action
du champ, et par conse´quent leur contribution a` l’ionisation multiphotonique.
Cependant, des difficulte´s surviennent par exemple lors du calcul des e´le´ments
de matrice de transition continuum-continuum.
Paralle`lement, le phe´nome`ne d’ionisation au-dessus du seuil ((( Above
Threshold Ionization )) ou ATI) fut de´couvert [35], puis confirme´ et e´tudie´
ensuite sous diffe´rentes conditions expe´rimentales [36, 37, 38, 39] en de´tectant
le spectre en e´nergie des e´lectrons e´jecte´s. A des intensite´s de l’ordre de
1013 W.cm−2, l’irradiation par une impulsion d’un laser Titane-Saphir d’un
atome entraˆıne l’absorption d’un nombre supple´mentaire de photons au-dela`
des n ne´cessaires pour l’ionisation. La principale caracte´ristique du spectre
ATI est la se´paration des pics d’absorption par l’e´nergie ω du photon laser,
la largeur de ces pics e´tant directement lie´e a` celle de l’impulsion laser. Un
spectre repre´sentatif est donne´ par la Fig. 1.2 suivante [40].
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Fig. 1.2 – Spectres en e´nergie des e´lectrons e´jecte´s cre´e´s dans l’argon par
une impulsion laser IR a` 800 nm, d’intensite´ creˆte I = 5.1013 W.cm−2 et de
dure´e a` mi-hauteur de 40 fs.
Spectres caracte´ristiques de l’ATI
Cependant, un certain nombre de phe´nome`nes atypiques se produisent lorsque
l’intensite´ augmente et que l’on sort du re´gime perturbatif : les pics de plus
haute e´nergie apparaissent dans le spectre e´lectronique alors que ceux de
plus basse e´nergie disparaissent (suppression de pics) [36, 41, 42]. De plus,
l’amplitude ne suit plus les pre´dictions de la TPOB. Dans ce cas, il faut
recourir a` des the´ories non-perturbatives (cf. §1.3) pour en donner une ex-
plication qualitative [43, 44]. En pre´sence d’un champ laser, les e´nergies des
e´tats atomiques peuvent eˆtre e´crites comme
ε = εi +∆− iΓ
2
(1.3)
ou` εi est l’e´nergie de l’e´tat initial non perturbe´, ∆ la correction en e´nergie
correspondant au de´placement lumineux (effet Stark dynamique) et Γ est
le taux d’ionisation total (ou largeur) de l’e´tat. Pour les petites fre´quences,
l’effet Stark dynamique est faible pour les e´tats lie´s les plus profonds. A
contrario, il est relativement important pour les e´tats de Rydberg et tend
vers l’e´nergie ponde´romotrice Up a` mesure que l’on se rapproche du seuil
d’ionisation [43, 45, 46]. Cette e´nergie peut eˆtre interpre´te´e comme l’e´nergie
moyenne de vibration de l’e´lectron dans le champ e´lectrique et peut se calculer
par la formule simple
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Up[u.a.] =
I[W.cm−2]
14, 04.1016 × ω2[u.a.]
(1.4)
Elle a pour effet de de´placer le seuil d’ionisation (de´nomme´ Ip(0)) en fonction
de l’intensite´ de l’impulsion. On peut grossie`rement approcher ce de´placement
par l’e´quation au premier ordre de la TPOB
Ip(I) ' Ip(0) + β I
ω2
(1.5)
Ainsi, quand I augmente, le seuil d’ionisation croˆıt line´airement [47]. Un
nombre plus important de photons est alors ne´cessaire pour ioniser menant
de fait a` la disparition des pics de plus basse e´nergie et l’apparition de ceux
d’e´nergie plus e´leve´e.
De plus, pour des impulsions courtes et des intensite´s infe´rieures a` 1014 W.cm−2
l’apparition de sous-structures dues aux passage par des e´tats interme´diaires
de´sormais accessibles a e´te´ observe´e [48]. Encore une fois il est possible d’in-
terpre´ter ce phe´nome`ne par des re´sonances induites par le de´calage lumineux
[49]. La Fig. 1.3 suivante re´sume sche´matiquement ces deux phe´nome`nes.








Fig. 1.3 – Illustration du de´placement des niveaux duˆ a` l’effet Stark dyna-
mique et de l’apparition de sous-structures dans le spectre ATI.
1.2.2 La ge´ne´ration d’harmoniques d’ordre e´leve´ (GHOE)
Le me´canisme de GHOE est l’une des the´matiques d’interaction laser-
atome qui suscite un vif inte´reˆt tant chez les physiciens expe´rimentateurs
que the´oriciens. Nous allons brie`vement regarder quelles sont les principales
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caracte´ristiques d’un tel rayonnement, observe´ pour la premie`re fois dans
les gaz rares [50] puis avec de fortes intensite´s [51]. Il s’agit d’un proces-
sus produisant une source de rayonnement VUV impulsionnel a` partir d’un
rayonnement IR primaire, qui pre´sente des proprie´te´s de cohe´rence spatiale
et temporelle [52, 53] et de faible divergence [54]. Spectralement, c’est un
peigne dont les composantes pour les atomes, sont des harmoniques d’ordre
impair de la fre´quence du rayonnement IR. Ceci s’explique par les re`gles de
se´le´ction re´gissant les transitions dipolaires e´lectriques entre deux e´tats ato-
miques dont les moments angulaires ve´rifient ∆` = ±1. Ce spectre est divise´
en trois grandes zones : une de´croissance de l’intensite´ des premiers ordres,
suivie d’une zone d’intensite´ constante appele´e (( plateau )) et enfin une zone
ou` l’intensite´ diminue fortement avec l’ordre harmonique, appele´e la (( cou-
pure )) . En outre, l’analyse temporelle du spectre harmonique fait apparaˆıtre
un train d’impulsions dont la dure´e est de quelques centaines d’attosecondes
[55].
Spectres caracte´ristiques d’une GHOE
La Fig. 1.4 illustre les caracte´ristiques pre´cite´es ; il s’agit cependant d’une
reconstruction de spectre par une me´thode que l’on exposera au paragraphe
suivant. Toutefois, les spectres expe´rimentaux ne sont pas tout a` fait iden-
tiques car la pre´sence de filtres (en particulier d’aluminium) ayant pour roˆle
de s’affranchir du rayonnement IR primaire, atte´nue e´galement le signal des
harmoniques basses en dessous de 17 eV et hautes au-dessus de 45 eV , soit
une gamme harmonique comprise entre les ordres 11 et 45 (cf. Fig. 1.5) [55].
Le mode`le the´orique semi-classique en trois e´tapes
Propose´ par H.B. Van Linden van der Heuvell et H.G. Muller [56] puis
repris et de´veloppe´ par P.B. Corkum [57], K.C. Kulander [58] et M. Lewen-
stein [59], ce mode`le fonde´ sur l’approximation des champs forts ((( Strong
Field Approximation )) ou SFA) permet d’expliquer en trois e´tapes un cer-
tain nombre de caracte´ristiques du spectre harmonique. Les grandes lignes
sont les suivantes : cre´ation d’un paquet d’onde e´lectronique lors de l’ioni-
sation de l’atome par effet tunnel durant chaque demi-cycle de la pe´riode
laser. Dans ce cas, une approche quasi-statique de l’ionisation d’un e´lectron
((( Single Active Electron )) ou SAE) est utilise´e a` la limite des petites fre´-
quences laser (the´orie KFR ou ADK cf. §1.3.2). De plus, seul l’e´tat initial et
les e´tats du continuum seront conside´re´s. Une fois le paquet d’onde e´lectro-
nique cre´e, il va interagir avec le champ laser moyennant un certain nombre
d’approximations : sa vitesse est initialement nulle, il n’est plus soumis au































































Fig. 1.4 – Spectre harmonique ge´ne´re´ dans l’argon par une impulsion laser
IR a` 800 nm, d’intensite´ creˆte I = 2.1014 W.cm−2 et de dure´e a` mi-hauteur
de 30 fs reconstruit a` partir d’une me´thode SFA.
champ Coulombien de l’ion re´siduel et ce dernier est insensible au champ
laser. Une approche classique est alors suffisante pour de´crire les trajectoires
e´lectroniques dans le continuum et soumises a` la polarisation line´aire du la-
ser. Elles vont le mener (ou non auquel cas il ne participe plus a` la GHOE)
au voisinage de l’ion avec un gain substantiel en e´nergie cine´tique et contri-
buer, par recombinaison radiative, a` l’e´mission de photons harmoniques dans
la re´gion du plateau. L’e´tude des instants ti de (( naissance )) de ce paquet
d’onde est d’une importance cruciale pour bien comprendre la GHOE. En
effet, trois types de trajectoires correspondant a` trois domaines de naissance
(que l’on peut caracte´riser par des domaines de phase ωti) vont se distinguer
[55] : celles pour lequelles l’e´lectron ne revient pas au voisinage de l’ion pa-
rent, celles pour lesquelles la recombinaison est possible et caracte´rise´es par




enfin celles pour lesquelles la recombinaison est possible et caracte´rise´es par
un temps d’e´volution (( court )) correspondant a` ωti >
pi
10
. Ce mode`le montre
que le gain maximal que peut obtenir l’e´lectron au moment de son retour est
de 3, 17Up correspondant a` la phase limite ωti =
pi
10
. Ce qui me`ne a` la (( loi
de coupure )) [57].











































































Fig. 1.5 – Spectres harmoniques expe´rimentaux ge´ne´re´s dans des gaz d’argon
et de krypton irradie´s par une impulsion laser IR a` 800 nm, d’intensite´ creˆte
I = 2.1014 W.cm−2 et de dure´e a` mi-hauteur de 30-35 fs.
ωc = Ip + 3, 17Up (1.6)
de´finissant la fre´quence harmonique ωc a` partir de laquelle se produit l’atte´-
nuation rapide du signal en fonction du potentiel d’ionisation Ip et de l’e´nergie
ponde´romotrice Up. Dans le cas ou` l’e´lectron est a` proximite´ de l’ion mais
que la recombinaison ne se produit pas, il peut rentrer en collision avec les
e´lectrons de l’ion et conduire a` l’ionisation multiple [31], ou absorber un cer-
tain nombre de photons contribuant ainsi a` l’apparition d’un plateau dans le
spectre ATI [60], ou encore eˆtre diffuse´ par le coeur ionique et mener a` une
structure en (( anneaux )) dans le spectre angulaire [61].
1.2.3 Les collisions e´lectrons-atomes assiste´es par laser
Quand une particule charge´e, par exemple un e´lectron, est diffuse´e en pre´-
sence d’une onde e´lectromagne´tique, elle peut e´changer de l’e´nergie avec le
champ. Comme l’absorption d’e´nergie est dominante par rapport a` l’e´mission,
ce phe´nome`ne est d’une importance cruciale pour l’e´tude de la formation et
du chauffage de plasmas dans les gaz. En particulier, de nombreux phe´no-
me`nes d’ionisation multiphotonique et de (( bremsstrahlung inverse )) sont a`
l’origine d’e´lectrons de haute e´nergie lors de la phase de croissance de l’im-
pulsion. Cette proble´matique s’est de´veloppe´e dans les anne´es 70 mais les
expe´riences restent difficiles a` re´aliser. Voici quelques exemples de ce type de
processus
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

e− + A+ nω −→ A+ e−
e− + A+ nω −→ A∗ + e−
e− + A+ nω −→ A+ + 2e−
(1.7)
Ici, trois cas sont a` conside´rer : n > 0 absorption de n photons aussi ap-
pele´ (( bremsstrahlung inverse )), n < 0 e´mission de n photons aussi appele´
(( bremsstrahlung stimule´ )) et enfin n = 0 qui est un processus collisionel sans
absorption ni emission mais en pre´sence du champ laser. L’ide´e est d’e´tudier
quelle peut eˆtre l’influence des parame`tres du champ laser comme l’intensite´,
la fre´quence et la polarisation sur les collisions. De nouveaux effets sont re-
cherche´s sur les distributions angulaires, les re´sonances ou les interfe´rences.
Les expe´riences sont fonde´es sur le principe des trois faisceaux constitue´s par
les e´lectrons, les atomes et enfin le laser. Les premie`res ont e´te´ initie´es de`s
1976 [62] a` l’aide de laser CO2 ou` l’on voit clairement apparaˆıtre le gain et la
perte d’un photon du laser dans le spectre en e´nergie des e´lectrons diffuse´s.
Puis la premie`re observation de processus multiphotoniques en 1977 [63] ou`
le spectre pre´sente des pics aux e´nergies correspondant soit a` l’absorption ou
l’e´mission d’un petit nombre photons. Parmi les premiers travaux the´oriques
mene´s, on peut citer ceux de N.M. Kroll et K.M. Watson [64] donnant des
sections efficaces diffe´rentielles de diffusion ine´lastique quantiques et clas-
siques. Il apparaˆıt alors dans l’approximation des petites fre´quences laser ou
du potentiel de diffusion faible que la correction quantique est ne´gligeable
quand les effets multiphotoniques sont dominants. Cependant, la plupart des
approches qu’elles soient classiques, fonde´es sur un traitement explicite de la
dynamique de diffusion e´lectron-ion par des interactions e´lastiques et instan-
tane´es [65] ou quantiques, dont la description de l’e´change d’e´nergie entre les
photons et les e´lectrons est fonde´e sur la section efficace diffe´rentielle [66],
sont issues de l’approximation classique des petites angles de diffusion et des
petits transferts d’impulsion ou de son e´quivalent quantique, l’approximation
de Born. Il a e´te´ de´montre´ re´cemment [67] que des trajectoires e´lectroniques
irre´gulie`res combine´es a` des champs laser haute fre´quence et un champ Cou-
lombien me`nent a` une augmentation tre`s importante des taux de chauffage
plasma, remettant ainsi en cause les approximations pre´ce´dentes. Ce champ
de recherches devant donc se de´velopper dans le contexte de la physique des
plasmas.
1.3 Etat de l’art the´orique
L’acce`s plus aise´ aux supercalculateurs a permis l’e´laboration puis la mise
en œuvre de codes de plus en plus complexes et demandeurs en ressources in-
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formatiques. La voie e´tait de fait trace´e pour des the´ories non-perturbatives
et (( globales )). Non-perturbatives car elles devaient re´pondre aux besoins
d’une mode´lisation en champ de plus en plus fort et globales parce qu’elles
peuvent couvrir tre`s pre´cise´ment l’ensemble de la structure atomique. Cepen-
dant celles-ci restent peu maniables et l’extraction d’informations pertinentes
devient ardue de`s que le nombre de dimensions du proble`me augmente, en
particulier de`s qu’il s’agit de de´crire des syste`mes a` plus d’un e´lectron. Les me´-
thodes approche´es quant a` elles fournissent une grosse partie du patrimoine
conceptuel mais ont comme de´savantage de reposer sur des approximations
qui leur imposent un domaine de validite´.
1.3.1 Traitement global
Dans le contexte de l’interaction multiphotonique avec des atomes com-
plexes, les me´thodes globales et non perturbatives tendent a` re´soudre com-




|Ψ(t)〉 = H |Ψ(t)〉 (1.8)
Ainsi aucune ou tre`s peu d’approximations sont faites sur le syste`me lui-meˆme
ou son Hamiltonien. Elles sont pour cette raison de´nomme´es (( ab initio )).
Le choix du support (base d’e´tats ou grille de points) plus ou moins complet
suivant la pre´cision voulue, est d’une importance fondamentale. Deux grands
types de me´thodes se distinguent. Le premier regroupe les me´thodes fonde´es
sur la re´solution de l’ESDT, soit par de´composition de la partie radiale de la
fonction d’onde soit sur une grille de points a` deux dimensions [68, 69, 70], soit
sur une base forme´e par l’ensemble des fonctions radiales des e´tats propres
de l’atome non perturbe´, me´thode dite (( spectrale )) [34, 71]. Cette de´com-
position peut aussi se faire sur des fonctions aux proprie´te´s adapte´es comme
par exemple les B-splines [72, 73]. Nous pouvons aussi citer des variantes
perturbatives telles que CCC ((( Convergent Close Coupling ))), applique´e
avec succe`s a` la description des collisions e´lectrons-hydroge`ne [74, 75]. Cette
dernie`re est inde´pendante du temps et de´crit la fonction d’onde totale du
syste`me sur une base comple`te orthonormale de polynoˆmes de Laguerre. Elle
a depuis e´te´ adapte´e a` la double ionisation de l’he´lium [76, 77]. Egalement,
il existe une me´thode inte´grant des transformations ECS ((( Exterior Com-
plex Scaling ))) c’est-a`-dire une rotation dans le plan complexe ayant pour
but de traiter de fac¸on ade´quate le comportement asymptotique des fonctions
d’onde [78, 79, 80]. Un autre type de de´composition sur une base de fonctions
Sturmiennes est aussi a` l’e´tude [81, 82, 83, 84, 85, 86]. Le deuxie`me groupe
englobe les traitements fonde´s sur la the´orie de Floquet [87] et la matrice R
Etat de l’art the´orique 39
[88]. Voici deux exemples de me´thodes globales et non-perturbatives dont le
premier est disponible au CELIA.
Re´solution de l’e´quation de Schro¨dinger de´pendante du temps sur
une base de B-splines
Il s’agit d’interpoler la partie radiale des fonctions d’onde atomiques par
des fonctions B-splines [89] en tirant parti de leur syme´trie sphe´rique. La par-
tie angulaire reste quant a` elle repre´sente´e par les harmoniques sphe´riques
particulie`rement bien adapte´es a` la description de la structure atomique. For-
mellement, une B-spline Bki (r) d’ordre k est constitue´e de polynoˆmes d’ordre
k − 1 de´finis positifs par morceaux dans une re´gion finie (support compact)
de l’espace ; elle est nulle en dehors de celui-ci ce qui permet des calculs tre`s
rapides et tre`s stables. Bien qu’il existe une de´finition comple`te d’une fonc-
tion B-spline, elles sont ge´ne´re´es par une relation de re´currence satisfaisant
la condition suivante ∑
j
Bkj (x) = 1 ∀x (1.9)
et forment une base comple`te de l’espace. Toute fonction peut donc eˆtre e´crite
comme une superposition line´aire de B-splines et en particulier toute partie







ce qui nous ame`ne a` la fonction d’onde Ψ(~r, t) e´crite en coordonne´es sphe´-














Il s’agit donc d’une repre´sentation vectorielle dont les composantes sont les
cœfficients ci(t) et c˜i(t). Afin de connaˆıtre l’e´tat d’un syste`me atomique apre`s
interaction avec un champ laser, il faut re´soudre l’ESDT pour chaque pas de
temps sur la base de´crite pre´ce´demment. Dans le premier cas, la de´com-
position de la fonction radiale sur des e´tats atomiques solutions du Hamil-
tonien sans interaction me`ne a` un proble`me (( non raide )) [90]. Le pas de
temps est suffisamment grand et des me´thodes (( explicites )) d’inte´gration
du type Runge-Kutta sont alors satisfaisantes. Dans le second cas, il s’agit
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d’un proble`me (( raide )) que seule une me´thode (( implicite )) peut re´soudre.
La fonction d’onde initiale est ainsi propage´e a` l’aide d’une forme de Crank-
Nicholson [73, 91] et la fonction finale obtenue apre`s interaction est projete´e
sur l’e´tat atomique de´sire´ afin de connaˆıtre l’amplitude de transition dans la
voie choisie.
Le premier avantage de ces fonctions est la possibilite´ d’e´tendre le rayon R
de l’espace radial (ou (( sphe`re nume´rique ))) a` l’inte´rieur duquel N fonctions
B-splines seront de´finies sur leurs supports respectifs. L’intervalle radial [0, R]
est ainsi de´coupe´ en sous-intervalles dont la re´partition (pas ne´cessairement
e´quidistante) de´pendra d’une se´quence de points d’arreˆts choisie. Il faut ce-
pendant imposer des conditions de continuite´ a` ces points, qui s’expriment en
fonction de l’ordre k et de mi ∈ [1, k] la multiplicite´ du point d’arreˆt. La rela-
tion de raccordement de´finissant la continuite´ de la fonction B-spline et de ses
de´rive´es jusqu’a` l’ordre mi−1 s’exprime par sa classe Ck−1−mi . Ainsi, mi = 1
implique que Bk(r) est continue au point d’arreˆt conside´re´, mi = 2 implique
que Bk(r) et sa de´rive´e premie`re sont continues etc. Le deuxie`me avantage
est que les inte´grales portant sur les B-splines peuvent eˆtre e´value´es nume´-
riquement avec une pre´cision suffisante en utilisant la me´thode d’inte´gration
de Gauss. Si l’on choisit l’ordre des B-splines e´gal a` k, chaque B-spline sera
non nulle sur k sous-intervalles successifs. Cette proprie´te´ donne un troisie`me
avantage a` cette me´thode par le fait que les matrices e´crites dans cette base
seront des matrices bandes (c’est-a` dire ne comportant que des e´le´ments non
nuls sur une bande diagonale de largeur 2k − 1). L’utilisation d’algorithmes
adapte´s permet de re´soudre le proble`me aux valeurs propres avec un mini-
mum de ressources informatiques.
L’un des soucis majeurs concerne l’extension de ce genre de the´orie a` des
syste`mes plus complexes sans une refonte fondamentale des codes informa-
tiques. De plus et comme nous l’avons de´ja` souligne´, de`s que l’e´tude porte
sur l’interaction d’un champ laser avec des syste`mes polye´lectroniques, le
nombre de dimensions du proble`me devient e´leve´ et beaucoup plus difficile a`
re´soudre.
La me´thode R-matrice Floquet
Cette me´thode a e´te´ pre´sente´e par P.G. Burke, P. Francken et C.J. Joa-
chain [92] et combine les avantages de la R-matrice initie´e par E. Wigner
[93, 94, 95] permettant de calculer les re´sonances lors des collisions entre par-
ticules et de la the´orie de Floquet [96]. L’ambition est d’unifier une description
des processus multiphotoniques, de la ge´ne´ration d’harmoniques et des colli-
sions e´lectrons atomes assite´es par laser. C’est une me´thode non-perturbative
qui peut aussi eˆtre applique´e et e´tendue a` n’importe quel atome. Il s’agit de
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diviser l’espace des configurations en deux sous-espaces ou` l’ESDT est re´-
solue en utilisant le the´ore`me de Floquet afin de la re´duire a` un proble`me
inde´pendant du temps. Une re´gion (( interne )) de´finie pour chaque e´lectron
dont le rayon vecteur doit satisfaire ri ≤ a ∀i ∈ [0, ne], avec ne le nombre
d’e´lectrons du syste`me, et ou` la sphe`re de rayon a enveloppe la distribution
de charges des e´tats atomiques conside´re´s. Une re´gion (( externe )) de´finie
telle qu’un e´lectron se situant sur ou a` l’exte´rieur de la sphe`re de rayon a et
laisse ne autres e´lectrons confine´s a` l’inte´rieur de cette sphe`re. La forme opti-
mum du Hamiltonien sera utilise´e en se´le´ctionnant la jauge la plus approprie´e
(cf. §1.4.2) en particulier la jauge des longueurs pour la re´gion interne et la
jauge des vitesses pour la re´gion externe. Pourtant, sous certaines conditions,
il apparaˆıt inte´ressant de transformer cette jauge pour des larges rayons en
jauge des acce´le´rations de Kramers-Henneberger. Il s’agit des situations ou`
les conditions asymptotiques ne sont pas les meˆmes que dans le cas sans in-
teraction, en particulier quand l’e´tat final de l’e´lectron diffe`re d’un e´tat de
Volkov (cf. eq.(1.37)). La Fig. 1.6 suivante re´sume les ide´es pre´ce´dentes































Fig. 1.6 – Repre´sentation sche´matique des re´gions de la R-matrice.
A la limite r = a, les solutions sont raccorde´es en utilisant la R-matrice
reliant les fonctions d’onde radiale et leurs de´rive´es. A la limite r = a′,
les solutions sont transforme´es en jauge d’acce´le´ration de Kramers ou` les
conditions aux limites approprie´es sont impose´es pour r −→ +∞ c’est-a`-dire :
les conditions aux limites de Siegert [97] pour l’ionisation multiphotonique et
la ge´ne´ration d’harmoniques ; les conditions aux limites de la K-matrice [98]
pour les collisions e´lectron-atome assiste´es par laser.
L’une des limitations essentielles a` cette the´orie est son extension pour des
impulsions tre`s courtes. De`s lors, le champ laser ne peut plus eˆtre conside´re´
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comme monochromatique et la the´orie de Floquet n’est plus valable. Son
application a cependant couvert de tre`s vastes domaines allant de l’e´tude de
l’ionisation multiphotonique de l’hydroge`ne [99], de H− et de l’he´lium [100],
du ne´on, de l’argon [101] ou du strontium [102] en passant par l’e´tude des
re´sonances et des e´tats de´ge´ne´re´s induits par laser [103] et des ionisations a`
deux couleurs [104] ou la ge´ne´ration d’harmoniques dans l’hydroge`ne [105]
mais aussi la diffusion e´lectronique assiste´e par laser lors de collisions avec
des atomes [106].
1.3.2 Traitement approche´
Les me´thodes approche´es se fondent, comme leur nom l’indique sur une
ou plusieurs approximations dans le de´veloppement the´orique. Cependant, il
y a divers degre´s d’approximation en fonction non seulement de leur origine
(fonction d’onde, ne´gligence de certains termes physiques) et de leur impact,
et sont tre`s souvent issues de la the´orie des perturbations.
Les e´quations couple´es
Nous allons tout d’abord de´velopper la me´thode des e´quations couple´es
pour re´soudre l’ESDT, elle nous permet de visualiser les diffe´rents couplages
et les approximations qui seront utilise´s par la suite. Il s’agit de donner un
exemple pour un atome hydroge´no¨ıde plonge´ dans un champ laser, mais la
ge´ne´ralisation peut eˆtre faite a` des atomes polye´lectroniques. Dans la repre´-
sentation de Schro¨dinger, l’amplitude de transition Tfi d’un e´tat dit (( per-
turbe´ ))
∣∣Ψ+i (t)〉 vers un autre e´tat perturbe´ ∣∣Ψ−f (t)〉 d’un syste`me sous l’in-
fluence d’une perturbation externe V (t) peut eˆtre e´value´e a` chaque instant t






ou` les fonctions d’onde Ψ+i (~r, t) et Ψ
−
f (~r, t) sont solutions de l’ESDT (1.8)




Ψ±i,f (~r, t) = HΨ±i,f (~r, t) = [H0 + V (t)] Ψ±i,f (~r, t) (1.13)
et ou` l’indice supe´rieur ± indique que le caracte`re repectivement (( sor-
tant )) ou (( entrant )) [107]. Par ailleurs, elles sont soumises aux conditions
asymptotiques suivantes
Ψ±i,f (~r, t) −−−−→t→∓∞ Φi,f (~r, t) (1.14)
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Φi,f (~r, t) = H0Φi,f (t) = εi,fΦi,f (~r, t) (1.15)
Il est alors possible de de´composer les fonctions d’onde Ψ±i (~r, t) et Ψ
±
f (~r, t)
sur la base des e´tats non perturbe´s comme une somme de fonctions d’onde
Φn(~r, t) et Φ~k(~r, t) repre´sentant respectivement les e´tats lie´s d’e´nergie ne´ga-
tive et les e´tats du continuum d’e´nergie positive de l’atome. L’ensemble de
































Les cœfficients de´pendant du temps an(t), am(t) et a~k(t), a~k′(t) sont a` de´ter-
miner pour obtenir explicitement une expression de Ψ±i (~r, t) ou de Ψ
±
f (~r, t).
Ils contiennent toute l’information sur la population des e´tats n, m lie´s ou ~k,
~k′ du continuum pendant l’interaction. Ils sont assimile´s a` une amplitude de
probabilite´ dont ai(t) en particulier repre´sente celle qu’a l’e´lectron de rester
dans son e´tat initial. En outre, quand l’interaction est de dure´e limite´e τ , i.e.,
V (t ≥ τ) = 0 et V (t ≤ 0) = 0 cela signifie que la limite en +∞ est atteinte
a` τ , et la limite en −∞ est atteinte a` 0, et qu’on peut e´crire la condition
initiale a` laquelle doivent satisfaire tous les cœfficients
aα(0) = δαi ∀ α = (n,~k) (1.18)
Si l’on substitue l’expression
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puis en utilisant l’expression des fonctions d’onde stationnaires
Φα(~r, t) = ϕα(~r) exp(−iεαt) α = (n,~k) (1.20)


















ou` les e´le´ments de matrice de transition sont
Vαβ(t) = 〈ϕα(~r)|V (t)|ϕβ(~r)〉 (α, β) = (n,~k) (1.22)
(1.21) nous donne ainsi le calcul de chacun des cœfficients aα(t) ∀ α = (n,~k)
au travers d’un syste`me d’e´quations inte´gro-diffe´rentielles. En pratique, la re´-
solution comple`te d’un tel syste`me est tre`s lourde (cf. §1.3.1) car l’expression
matricielle contient des bandes pleines difficilement manipulables. Souvent,
il est tronque´ aux e´tats dont on souhaite spe´cifiquement e´tudier la popula-
tion et dont on suppose qu’ils jouent un roˆle essentiel dans la dynamique qui
nous inte´resse. Par conse´quent, cela limite e´galement le nombre de photons
intervenant dans le processus.
L’amplitude de transition
Nous pouvons e´galement extraire des informations concernant la proba-
bilite´ qu’ont certains processus de se produire car elle est directement relie´e
a` Tfi. Le calcul explicite de cette amplitude de transition prend alors toute






A pre´sent, deux formulations (( post )) et (( prior )) dont on reparlera plus en
de´tail au chapitre 2 (cf. §2.2) peuvent eˆtre distingue´es en introduisant les
expressions
∣∣Ψ±i (t)〉 et ∣∣Ψ±f (t)〉 de (1.17) et en vertu de (1.18)




















〉− ai(τ) 〈Ψ−f (τ)|Φi(τ)〉 (1.25)
ou` nous avons simplement rajoute´ un ze´ro. En effet, le second terme du
membre de droite de (1.25) est nul du fait de l’orthonormalisation des fonc-
tions d’onde car pour les conditions asymptotiques (1.14) et la condition
lim
t→+∞
t = τ , les fonctions d’onde e´value´es a` cet instant s’e´crivent Ψ±i,f (τ) =
























En de´veloppant la de´rivation au terme entre crochets puis en utilisant (1.13)




























Si l’on s’inte´resse aux conditions perturbatives, l’e´tat fondamental est consi-
de´re´ comme tre`s peu de´peuple´ par la perturbation. Concre`tement, ai(t) ap-
paraissant dans le premier terme du membre de droite de l’expression pre´-
ce´dente doit eˆtre remplace´ par 1 et le second terme est alors nul. Dans ces
conditions, cette forme abre´ge´e de l’amplitude de transition sera la base des
de´veloppements que l’on utilisera par la suite sur l’excitation des premiers
e´tats lie´s de l’hydroge`ne et l’ionisation de l’he´lium. Cependant, (1.27) a un
inte´reˆt pratique si l’e´valutation de ai(t) peut se faire simplement. Ce de´ve-
loppement prendra toute son importance de`s que l’on abordera l’ionisation
de l’hydroge`ne en champ intense car le calcul du de´peuplement de l’e´tat fon-
damental nous sera donne´ par la re´solution nume´rique de (1.21) re´duite a`
une transition a` deux niveaux.
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L’approximation de Born au premier ordre
L’approximation de Born au premier ordre telle qu’elle se de´duit de la
the´orie formelle des collisions est issue de l’expression de
∣∣Ψ+i (t)〉 et ∣∣Ψ−f (t)〉
e´voque´es dans (1.12), par les e´quations de Lippman-Schwinger (ELS) sous
leur (( seconde forme ))
∣∣Ψ±i,f (t)〉 = |Φi,f (t)〉+G±i,fVi,f ∣∣Ψ±i,f (t)〉 (1.28)
ou` G±i,f est l’ope´rateur de Green. Par ite´ration, l’e´quation (1.28) me`ne a` un
de´veloppement en se´rie de perturbation ou se´rie de Born




j |Φi,f (t)〉+ (G±i,fVi,f )N+1
∣∣Ψ±i,f (t)〉 (1.29)
L’approximation de Born au premier ordre (Born I) consiste a` ne retenir que





dt ai(t) 〈Φf (t)|V (t)|Φi(t)〉 (1.30)
Le second terme de (1.27) s’annulant du fait de l’orthogonalite´ des fonctions
d’onde. Il est a` noter que dans cette approximation, le caracte`re entrant ou
sortant des fonctions d’onde n’existe plus. Si on se place en conditions de





dt 〈Φf (t)|V (t)|Φi(t)〉 (1.31)
L’approximation de Born constitue un test de validite´ car c’est une limite de
la me´thode Coulomb-Volkov que nous de´sirons exploiter. En ce sens, nous
allons utiliser des de´veloppements Born en paralle`le de notre approche pour
discuter de la physique mise en jeu dans chacune d’elles.
The´orie des perturbations a` l’ordre le plus bas (TPOB)
Cet exemple est celui d’un de´veloppement adapte´ a` la description de
processus multiphotoniques quand le champ est peu intense et quand l’inter-
action se fait avec des impulsions suffisamment (( longues )). Dans ce cas, le
profil temporel de l’impulsion peut eˆtre ne´glige´ ou traite´ adiabatiquement, ce
qui me`ne au calcul d’e´le´ments de matrice inde´pendants du temps. Pour les
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processus multiphotoniques, une description de´taille´e pourra eˆtre consulte´e
dans des articles de revue tels que celui de P. Lambropoulos [108]. De´butons
par le de´veloppement en se´rie de Born (1.29) d’ou` l’on de´duit le calcul du taux
d’ionisation a` l’ordre le plus bas de la the´orie des perturbations en ne tenant
compte que du premier terme non nul. Ainsi, tous les termes supple´mentaires
repre´sentant des combinaisons d’absorption et d’e´mission de photons menant
a` un nombre e´gal de photons absorbe´s seront ne´glige´s. Il vient donc en posant
pour plus de simplicite´ |Φi(t)〉 = |i〉 et |Φf (t)〉 = |f〉
T nfi = 〈f |G(GV )n|i〉 (1.32)
ou` n est le nombre (( le plus bas )) de photons absorbe´s par le syste`me pour
passer d’un e´tat initial i a` un e´tat final f . Si l’on s’inte´resse au taux d’ioni-






avec I l’intensite´ de l’impulsion laser, ω l’e´nergie du photon du faisceau inci-





ou` I0 et τ0 sont les unite´s atomiques d’intensite´ et de temps (cf. Annexe A).








∫ 〈f ∣∣∣~r · ~λ∣∣∣an−1〉 · · ·〈a1∣∣∣~r · ~λ∣∣∣i〉
[ωi + (n− 1)ω − ωan−1 ] · · · (ωi + ω − ωa1)
(1.35)
Plusieurs remarques sont a` faire concernant cette me´thode. Tout d’abord,
l’expression (1.35) du couplage multiphotonique est valable uniquement s’il
n’y a pas d’e´tats interme´diaires re´sonants. Si l’on s’inte´resse a` ce cas, l’e´le´ment








∫ 〈f ∣∣∣~r · ~λ∣∣∣an−1〉 · · ·〈a1∣∣∣~r · ~λ∣∣∣i〉
(ωi − ωan−1 −Ran−1) · · · (ωi − ωa1 −Ra1)
(1.36)
ou` intervient au de´nominateur des e´le´ments de matrice de l’ope´rateur de de´-
placement R compose´s d’une partie re´elle correspondant a` une correction en
e´nergie (de´placement lumineux ou (( Stark shift ))), et d’une partie imaginaire
48 L’interaction laser-atome en champ intense et bref
correspondant a` la largeur radiative de cet e´tat lors de son couplage avec le
continuum. Ainsi, si l’on tient compte de ces re´sonances, le calcul nume´rique
s’en trouve conside´rablement alourdit. De plus, si l’on s’inte´resse a` des re´-
gimes d’intensite´ plus e´leve´es, cette me´thode e´choue a` de´crire le plateau pre´-
sent dans le spectre ATI (cf. §1.2.1). Ceci s’explique par le fait que les termes
d’ordre supe´rieurs ne deviennent plus ne´gligeables devant le premier. Enfin,
l’enveloppe temporelle de l’impulsion, particulie`rement importante pour les
temps courts du fait de la largeur spectrale, permet une dynamique atomique
beaucoup plus complexe que dans le cas de champs monochromatiques. Cet
aspect ne peut pas eˆtre conside´re´ simplement dans la TPOB inde´pendante
du temps et on doit alors re´soudre l’ESDT (cf. §1.3.1).
Les me´thodes fonde´es sur l’approximation des champs forts (SFA)
L’ide´e fondamentale re´gissant ces me´thodes suppose qu’a` des intensite´s
fortes, le champ Coulombien cre´e´ par le noyau peut eˆtre vu comme une per-
turbation en regard du champ e´lectrique du laser. Historiquement, la the´orie
de L.V. Keldysh [13] propose des expressions de taux de transition calcule´s
entre un e´tat initial lie´ et celui d’un e´lectron libre oscillant dans le champ
laser : un e´tat non perturbe´ de Volkov [12] de´crit par
V(~r, t) = exp
(






ou` l’on de´finit le moment canonique par ~p(t) = ~k + ~A(t). Deux cas limites






de´fini comme la racine carre´e du rapport du potentiel d’ionisation (Ip) a`
l’e´nergie ponde´romotrice (Up) d’une impulsion oscillante d’amplitude constante.
Ils correspondent a` deux re´gimes d’ionisation, l’un par effet tunnel ou sup-
pression de barrie`re quand γ ¿ 1, et l’autre par ionisation multiphotonique
quand γ À 1. Ceci peut eˆtre compris d’un point de vue classique dans le cadre
d’impulsions longues par une analyse du potentiel global {atome+champ}.
Dans le cas ou` l’intensite´ est suffisament faible (γ À 1), l’ionisation ne se fait
que par absorption multiphotonique (cf. Fig. 1.7a)). Dans le cas contraire,
l’abaissement de la barrie`re de potentiel atomique est suffisante pour que
l’e´lectron puisse s’e´chapper par effet tunnel (cf. Fig. 1.7b)). Si l’intensite´
abaisse fortement la barrie`re au point que l’e´lectron n’y soit plus soumis, il
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est alors e´jecte´ par suppression de barrie`re ((( Barrier Suppression Ioniza-
























Fig. 1.7 – Repre´sentation sche´matique des diffe´rents re´gimes d’ionisation.


















ou` E0 est l’amplitude creˆte du champ e´lectrique de l’impulsion laser. Toute-
fois, dans l’autre cas limite γ À 1 le taux d’ionisation multiphotonique est
souvent mis en de´faut, en particulier dans l’application aux semi-conducteurs
[109, 110]. Ceci est duˆ a` l’approximation des petites fre´quences qui intervient
tre`s toˆt dans le travail de Keldysh. Dans ce cas, la TPOB s’ave`re plus adap-
te´e [15]. Ainsi, pour s’affranchir de cette contrainte, et permettre des calculs
plus aise´s a` re´soudre analytiquement, F.H.M. Faisal et H. Reiss apportent
l’ide´e de de´velopper les calculs dans la jauge des vitesses [14, 15] (cf. §1.4.2)
















ou` ω est la pulsation laser, Jn(u, v) sont les fonctions de Bessel ge´ne´ralise´es,




nb celui du potentiel d’ionisation sur l’e´nergie du photon
Ip
ω
, N0 est le plus
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petit entier supe´rieur a` nb+nosc, nf = [8nosc(n−nosc−nb)]1/2µ et µ = cos θ.
Cependant, l’une des limitations essentielles de cette the´orie est l’utilisation
d’un e´tat initial de type hydroge´no¨ıde pour mode´liser les atomes plus com-
plexes. Les re´sultats sont tre`s bons dans le cas de l’he´lium mais pre´sentent un
de´calage pour les autres gaz rares [111]. De plus, l’interaction Coulombienne
avec l’ion re´siduel, ignore´e dans la plupart des mode`les, est e´galement une
limite forte de cette the´orie. Elle e´choue par exemple a` pre´dire un nombre
suffisant d’e´lectrons de haute e´nergie dans le cas d’ionisation par des impul-
sions laser polarise´es line´airement [112]. Afin de la prendre en compte, A.
Szo¨ke propose une modification a` la the´orie Keldysh, Faisal, Reiss (KFR)
[113]. L’ide´e est de superposer un potentiel constant (e´quivalent au potentiel
d’ionisation) et le potentiel oscillant du champ laser dans l’e´tat de Volkov






n2(n− nosc − nb)









ou` nf = [8nosc(n−nosc)]1/2µ. Bien que ce calcul soit tre`s bon pour de faibles
intensite´s, il l’est nettement moins pour les intensite´s e´leve´es. Comme expli-
que´ dans [114] le potentiel constant ne correspond pas au potentiel Coulom-
bien quand l’oscillation des e´lectrons dans le champ est de l’ordre ou` plus
grand que le rayon atomique. Ce point a e´te´ traite´ dans [115] ou` l’introduc-
tion des corrections Coulombiennes se fait via un facteur exponentiel de´pen-
dant du temps, par une transformation du repe`re de Kramers-Henneberger
(cf. §1.4.2) vers le repe`re du laboratoire. En outre, il est montre´ que l’ap-
proximation du potentiel plus pre´cise que [116] donne des taux d’ionisations
plus re´alistes en particulier pour les basses intensite´s. Une autre manie`re de
corriger les probabilite´s et les densite´s de probabilite´s d’ionisation par effet
tunnel calcule´es par la the´orie de Keldysh est pre´sente´ dans [117]. L’ame´-
lioration concerne la prise en compte de l’interaction Coulombienne lors de
l’effet tunnel et lors du de´placement de l’e´lectron dans le continuum de l’he´-
lium induits par des impulsions laser tre`s bre`ves. Les re´sultats sont alors en
meilleur accord avec des calculs ab initio.
La the´orie ADK
Les calculs de taux d’ionisation par M.V. Ammosov, N.B. Delone and
V.P. Krainov [16] sont une extension du travail de´ja` entame´ par A.M. Per-
elomov, V.S. Popov et M.V. Terent’ev [118]. Ces derniers introduisirent une
de´pendance des niveaux atomiques et des oscillations du champ e´lectrique
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dans l’expression du taux d’ionisation par champ e´lectrique statique en trois











Cette expression est domine´e par le facteur exponentiel que l’on retrouve
dans le mode`le de Keldysh. Perelomov et al. inse´re`rent la structure atomique
par le biais des nombres quantiques principal n∗, angulaire ` et magne´tique
m. Cependant, Ammosov et al. introduisirent des cœfficients Cn∗` et f(`,m)































Il faut ne´anmoins souligner que ce taux n’est valable que pour les conditions
suivantes : n∗ À 1, ω ¿ Ip et E0 ¿ 1 u.a. ce qui signifie pour des champs
d’e´nergie de photons peu e´leve´e et d’intensite´ permettent l’ionisation par ef-
fet tunnel mais pas par BSI. En effet, dans ce dernier cas, et meˆme pour
un atome simple comme l’hydroge`ne, aucune des the´ories pre´cite´es ne cal-
cule correctement les taux d’ionisation en conditions de champ intense et
bref [17]. Ces the´ories d’ionisation par effet tunnel ne peuvent donc pas eˆtre
extrapole´es simplement dans le re´gime BSI. En particulier, l’hypothe`se d’un
e´tat initial e´voluant au cours de l’interaction comme s’il e´tait non perturbe´
doit eˆtre remise en question. De plus, les traitements visant a` de´crire cette
dynamique doivent prendre en compte les e´ventuelles re´sonances par les e´tats
interme´diaires. La pre´sence de ces dernie`res a` pour effet de conside´rablement
augmenter les taux d’ionisation en particulier dans le cas de l’he´lium et ce
meˆme a` des intensite´s faibles [120]. Il apparaˆıt par exemple que le taux calcule´
par ADK sous-estime conside´rablement celui calcule´ par une me´thode plus
e´labore´e fonde´e sur la R-matrice du fait de sa de´croissance exponentielle au
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faibles intensite´s ; les autres re´sultats pre´sentant un comportement en loi de
puissance. Par ailleurs, un autre questionnement est souleve´ par [19] a` pro-
pos de l’hypothe`se d’absence de champ Coulombien en regard des intensite´s
laser utilise´es dans les the´ories SFA. Il s’ave`re que le potentiel Coulombien
joue un roˆle crucial dans la production d’e´lectrons de faible e´nergie lors de
l’ionisation de l’hydroge`ne. Caracte´ristique non reproduite par la plupart des
me´thodes fonde´es sur SFA.
En de´finitive, l’utilisation des me´thodes approche´es est soumise a` de nom-
breuses restrictions non seulement au niveau de l’intensite´ employe´e mais
aussi des e´nergies de photon. Il faut donc toujours garder pre´sent a` l’esprit
que ces me´thodes fournissent des informations qualitatives et quantitatives
dans un domaine relativement re´duit [121].
1.4 Cadre et positionnement de notre travail
Le travail que nous avons de´veloppe´ repose sur une description des interac-
tions multiphotoniques entre un champ laser VUV bref et intense et un atome,
en utilisant un type d’e´tats particuliers de´nomme´s e´tats de (( Coulomb-
Volkov )). Il fait suite a` celui de´ja` entame´ par G. Duchateau [122] auquel
nous ferons abondamment re´fe´rence. Commenc¸ons par exposer formellement
le cadre de notre travail et en particulier les approximations sur lesquelles
nous nous sommes appuie´s.
1.4.1 Structure atomique, Hamiltonien et approxima-
tions
Comme nous nous sommes inte´resse´s a` des syte`mes monoe´lectronique (hy-
droge`ne) et die´lectronique (he´lium), nous allons pre´senter d’un point de vue
ge´ne´ral les conside´rations sur la structure atomique. Ceci afin d’aboutir aux
exemples particuliers qui nous inte´ressent. Un atome polye´lectronique a` N
e´lectrons est de´crit a` chaque instant dans l’approximation du centre de masse
confondu avec le noyau de charge Z, par sa fonction d’onde Ψ(~r1, ~r2 · · · ~rN , t).
Chaque ~ri est le rayon vecteur de chaque e´lectron. La Fig. 1.8 ci-apre`s re-
pre´sente le cas simple de l’he´lium. L’e´volution de la fonction d’onde est re´gie




Ψ(~r1, ~r2 · · · ~rN , t) = HΨ(~r1, ~r2 · · · ~rN , t) (1.46)
ou` H est le Hamiltonien total du syste`me. Ce dernier peut se de´composer
comme suit
Cadre et positionnement de notre travail 53
~r1
~r2


















ou` le premier terme du membre de droite repre´sente le Hamiltonien du sys-
te`me atomique pour des e´lectrons en interaction seulement avec le noyau et
le champ laser de´pendant du temps, le second terme re´sultant de l’interac-
tion Coulombienne entre les e´lectrons eux-meˆme. Nous reviendrons longue-
ment sur ce point lors de l’e´tude sur l’he´lium pour voir de quelle manie`re













l’ensemble des interactions {e´lectrons+champ}. Ainsi, le Hamiltonien total
devient
H = H0 + V (t) (1.48)
et re´duisons notre syste`me a` un atome die´lectronique


H0 = h1 + h2 + I1,2




Ψ(~r1, ~r2, t) =
[H0 + V (t)]Ψ(~r1, ~r2, t)
(1.49)
ou` chaque Hamiltonien e´lectronique individuel hi est compose´ d’un terme
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d’e´nergie cine´tique et d’un terme d’e´nergie potentielle repre´sentant l’interac-






Avant de pousser plus en avant l’analyse d’un tel syste`me, il est d’ores et
de´ja` inte´ressant de conside´rer un certain nombre d’hypothe`ses qui vont sen-
siblement simplifier le proble`me
Hypothe`se 1
Le de´placement du noyau est suppose´ ne´gligeable, sa masse e´tant conside´re´e
comme infinie en regard de celle des l’e´lectrons.
Il faut toutefois relativiser cette hypothe`se de`s que l’utilisation de champs
tre`s intenses est a` conside´rer.
Hypothe`se 2
Les intensite´s et les e´nergies de photon auxquelles nous serons confronte´s
nous permettent de ne´gliger tout effet relativiste.
Ceux-ci e´tant a` conside´rer a` partir de I = 1018 W.cm−2 [123].
Hypothe`se 3
Tous les couplages de type spin-orbite seront conside´re´s comme ne´gligeables.
Hypothe`se 4
Aucun champ magne´tique duˆ a` la force de Lorentz n’est pris en compte dans
les traitement ulte´rieurs.
Encore une fois, cette affirmation devient contestable pour des intensite´s tre`s
e´leve´es (au-dela` de I = 1018 W.cm−2 [123]).
Hypothe`se 5
L’interaction laser-atome sera de´crite dans le cadre de l’approximation dipo-
laire e´lectrique.
Cette dernie`re hypothe`se concerne le champ e´lectrique du laser. En effet, les
longueurs d’ondes (VUV) auxquelles nous allons travailler sont conside´ra-
blement plus grandes que la dimension meˆme de l’atome irradie´. Dans ces
conditions, il est possible d’utiliser l’approximation dipolaire e´lectrique. Ceci
reste valable tant que λÀ a0, ce qui signifie ne pas utiliser de rayonnement
γ. En pratique, l’atome ne perc¸oit pas les variations spatiales du champ mais
seulement ses variations temporelles.
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En tenant compte de toutes ces hypothe`ses, mais aussi en accord avec les
caracte´ristiques des lasers ou des rayonnements qu’il est possible de produire
actuellement (harmoniques ou LEL), nous nous limiterons a` des intensite´s
maximum de l’ordre de 1016 W.cm−2 voire moins pour la plupart des cas, et de
longueur d’onde dans le domaine VUV. L’expression du terme d’interaction
dipolaire de´pend du choix de la jauge et est de´crit plus en de´tail dans la
section suivante.
1.4.2 Les diffe´rentes jauges
Lorsque l’on choisit un ensemble particulier de potentiels pour de´crire un
champ e´lectromagne´tique, on dit que l’on effectue un choix de jauge. Une
infinite´ de jauges diffe´rentes peuvent eˆtre utilise´es pour un meˆme champ et
lorsque l’on passe de l’une a` l’autre, on pratique un changement de jauge
sachant qu’elles posse`dent la proprie´te´ d’invariance.
La jauge des vitesses
C’est celle qui est issue naturellement lorsque l’on e´crit le Hamiltonien
classique du syste`me en interaction avec le champ e´lectromagne´tique a` la li-
mite non relativiste, puis que l’on quantifie chacune des variables de Lagrange
et que l’on se place d’emble´e dans la jauge de Coulomb ou`




De plus, dans le cadre de l’approximation dipolaire e´lectrique qui consiste a`
ne retenir que l’ordre le plus bas du de´veloppement multipolaire en puissances
de ~r du potentiel vecteur, ~A(t)2 ne contribue pas aux transitions et de´place
simplement les e´nergies. Il peut alors eˆtre ne´glige´. L’e´quation de Schro¨dinger




ΨV (~r1, ~r2, t) =
[
H0 + ~A(t) · (~∇1 + ~∇2)
]
ΨV (~r1, ~r2, t) (1.52)
Le terme d’interaction est donc ~A(t) · ~∇ qui donne son nom a` la jauge.
La jauge des longueurs
Si l’on utilise l’approximation dipolaire e´lectrique puis la transformation
unitaire de Go¨ppert-Mayer de´finie comme il suit









Dans ce cas, chaque terme d’interaction {dipoˆle+champ} s’e´crit
Di, ~E(t) = −~di · ~E(t) (1.54)
ou` l’on a ~di = qe~ri. Il faut cependant pre´ciser que c’est toujours l’interaction
du dipoˆle forme´ par l’e´lectron et le noyau atomique qui interagit avec la
champ lumineux. Mais par abus de langage, on parle de l’e´lectron. Dans ces




ΨL(~r1, ~r2, t) =
[
H0 + (~r1 + ~r2) · ~E(t)
]
ΨL(~r1, ~r2, t) (1.55)
C’est la jauge dans laquelle nous allons travailler. En effet, les e´tats de
Coulomb-Volkov que nous allons utiliser ne s’expriment simplement que dans
cette jauge (cf. §2.3.5).
La jauge de Kramers-Henneberger
Elle consiste a` se placer dans le repe`re de l’e´lectron soumis uniquement
au champ e´lectrique du laser (dit repe`re de Kramers-Henneberger) [124].
En appliquant une translation spatiale caracte´rise´e par le vecteur ~α(t) =∫
dt′ ~A(t′) de´fini classiquement comme le de´placement de l’e´lectron dans le
champ laser, la transformation de Kramers permet de passer du repe`re du

















− Z1‖~r1 + ~α(t)‖ −
∇2
2




Cette jauge est parfois de´nomme´e jauge des acce´le´rations.
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1.4.3 Le mode`le semi-classique de l’impulsion laser
La mode´lisation de l’impulsion laser est un choix de´licat. Nous nous
sommes inte´resse´s au rayonnement dans le domaine VUV et de l’ordre de
quelques femtosecondes ce qui impose de prendre en compte la variation ra-
pide de l’enveloppe du champ. En vertu des conside´rations de´ja` e´nonce´es
sur le champ laser, nous pouvons d’emble´e mode´liser le champ e´lectrique de
manie`re classique par
~E(t) = E0 sin(ωt+ ϕ)f(t)~λ (1.58)
ou` E0 repre´sente l’amplitude maximum atteinte par ce champ, ϕ est sa phase
a` l’origine, ~λ est le vecteur unitaire dirige´ dans la direction de polarisation et
la fonction f(t) de´finit le profil temporel (enveloppe) de l’impulsion. Ge´ne´-
ralement, f(t) est une gaussienne car les modes laser pre´sentent ce type de
profil. Mais nous pre´fe´rons utiliser une enveloppe en sinus carre´ qui pre´sente
plusieurs avantages. Tout d’abord, les expressions du potentiel, d’inte´grales
du potentiel que l’on rencontrera dans les de´veloppements ulte´rieurs, sont
analytiques et de forme assez simple. Elle posse`de en outre une extension
finie τ qui la caracte´rise comple`tement. τ est donc la dure´e totale de l’impul-
sion pied a` pied, a` diffe´rencier du τ pour une impulsion gaussienne de´finissant
sa largeur a` mi-hauteur. En effet, cette dernie`re est d’extension infinie ce qui
rend de fait les calculs de´licats. De plus, l’utilisation d’une enveloppe si-
nus carre´ permet une plus grande maniabilite´ dans la description de champs
plus complexes (par exemple la superposition de deux champs pour l’e´tude
de bandes-late´rales ou (( side-band )) ou encore une impulsion pre´sentant un
piedestal pour l’e´tude de la dynamique du (( pre´-pulse ))) car ils pourront eˆtre
de´compose´s tre`s facilement en se´rie de Fourier et aise´ment traite´s dans les
calculs. Dans les cas que nous e´tudierons, nous avons donc tre`s simplement
mode´lise´ le champ laser par






~λ t ∈ [0, τ ] (1.59)




est le nombre de cycles optiques. Nous utilisons tre`s souvent des impulsions
syme´triques ce qui signifie que le maximum de l’enveloppe co¨ıncide avec un




exemple type de profil est repre´sente´ par la Fig. 1.9 suivante, correspondant
a` une intensite´ creˆte de I0 = 10
10 W.cm−2, une dure´e de τ = 2, 78 fs et de
30 cycles optiques ce qui de´finit une impulsion UV de 45 eV .


























Fig. 1.9 – Profil temporel du champ e´lectrique d’une impulsion laser avec
une enveloppe sin2 d’e´nergie ω = 1, 65 u.a. d’amplitude creˆte E0 = 10
−3 u.a.
et de Ncycles = 30.
Comme nous l’avons souligne´, le cadre des impulsions bre`ves implique que
l’e´nergie de chaque photon absorbe´ est assortie d’une largeur spectrale, pou-
vant favoriser l’acce`s a` certains e´tats atomiques. De`s lors, toute une dy-
namique mettant en jeu des photons situe´s sur les ailes de la distribution
spectrale du laser est ouverte. Ceci est illustre´ par la Fig. 1.10 suivante ou` la
transforme´e de Fourier du champ pre´ce´demment de´crit est trace´e. Bien que
le domaine spectral soit centre´ autour de ω = 1, 65 u.a., on peut estimer une
largeur par la formule ∆ω =
2pi
τ/2
de´finissant un intervalle entre 1, 54 u.a.
et 1, 76 u.a. Ainsi, les photons dont l’e´nergie est situe´e dans cette largeur
interviendront de manie`re pre´ponde´rante dans la dynamique e´lectronique, et
ceux dont l’e´nergie est situe´e en dehors, c’est-a`-dire sur les ailes de la dis-
tribution spectrale, interviendront dans une moindre mesure. L’effet de cette
largeur est d’autant plus important la` ou` la densite´ d’e´tats lie´s devient im-
portante, en particulier pre`s du seuil d’ionisation ou` la contribution de ces
e´tats a` l’ionisation peut devenir significative. C’est un point important sur
lequel nous reviendrons par la suite. Nous verrons par ailleurs que cette lar-
geur est propre a` ce profil en sin2 et qu’un autre type d’enveloppe n’induira
pas force´ment le meˆme type de dynamique. En dernier lieu, il faut garder
a` l’esprit que les re´sultats que l’on va donner devront eˆtre interpre´te´s pour
une intensite´ pre´cise correspondant a` un e´ve´nement microscopique local du
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profil. En effet, il faut distinguer le point de vue macroscopique ou` le profil
spatial de l’impulsion pre´sente un gradient, et microscopique ou` ce gradient




































Fig. 1.10 – Transforme´e de Fourier d’une impulsion laser avec une enveloppe
sin2 d’e´nergie ω = 1, 65 u.a. d’amplitude creˆte E0 = 10
−3 u.a. et de Ncycles =
30.
1.4.4 Positionnement de notre travail
La plupart des me´canismes d’e´jection d’e´lectrons rapides sous l’impul-
sion de champs intenses, basses fre´quences peuvent eˆtre de´crits dans le cadre
de l’approximation SFA. Celle-ci repose sur une description ge´ne´rale exacte
d’un e´lectron se de´plac¸ant dans un champ e´lectromagne´tique, (( e´tat de Vol-
kov )), les mode`les semi-classiques qui lui sont associe´s rendent assez bien
compte de ces processus (cf. §1.2.2). Cependant, une question centrale appa-
raˆıt : comment l’e´jection d’e´lectrons lents (c’est-a`-dire emportant une faible
e´nergie cine´tique) peut-elle eˆtre comprise dans ce mode`le ? Au-dela` meˆme de
cette simple question transparaˆıt le roˆle crucial du potentiel Coulombien a`
longue porte´e. Il a e´te´ de´montre´ que les deux sont fortement lie´s et que c’est
pre´cise´ment un point sur lequel une me´thode SFA standard e´choue [19, 117].
Et ce, malgre´ de nombreuses variantes propose´es pour la prise en compte du
potentiel Coulombien [125, 126, 127], chacune d’entre elles reposant sur des
approximations.
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Paralle`lement, une me´thode spe´cifique s’est distingue´e par la prise en
compte de l’interaction Coulombienne via les e´tats exacts de la structure
atomique et a mene´ aux fonctions d’onde de type (( Coulomb-Volkov )) telles
qu’elles sont exploite´es dans ce travail et s’e´crivant sous la forme
χCV (~r, t) = Φ(~r, t)L(~r, t) (1.60)
ou` Φ(~r, t) est la fonction d’onde d’un e´tat atomique lie´ ou non et L(~r, t) une
phase analogue a` un e´tat de Volkov. Dans ce cas, l’interaction Coulombienne
entre le noyau et l’e´lectron est contenue dans Φ(~r, t) et l’interaction entre le
dipoˆle e´lectronique et le champ laser dans L(~r, t). Historiquement, les fonc-
tions Coulomb-Volkov ont de´ja` e´te´ largement exploite´es dans le domaine IR.
Les premiers travaux sont ceux de M. Jain et N. Tzoar [20] pour le calcul
de la diffusion Compton de rayons X par les e´lectrons d’un atome puis par
un gaz d’e´lectrons en pre´sence d’un champ laser. Ils montrent que de petites
variations dans le moment e´lectronique peuvent avoir une influence tre`s im-
portante sur la section efficace de diffusion. Puis l’utilisation de ces meˆmes
fonctions pour le calcul de spectres en e´nergie d’e´lectrons ATI de l’hydroge`ne
avec un champ oscillant d’amplitude constante, de polarisation line´aire [128]
reproduit qualitativement les re´sultats expe´rimentaux en particulier le phe´-
nome`ne de suppression des pics. Son extension a` la polarisation elliptique a
aussi e´te´ de´veloppe´ dans [129], qui met en e´vidence l’impact des caracte´ris-
tiques du laser sur l’ATI. Enfin, le calcul de distributions angulaires sous les
meˆmes conditions pre´sente une modification importante des profils d’e´mission
en fonction de l’ellipticite´ [130]. Dans un autre domaine, elles furent appli-
que´es a` la description de collisions induites par laser en fonction de l’angle
d’e´jection de l’e´lectron [131, 132], puis pour le calcul de la distribution an-
gulaires lors de processus (e−, 2e−) assiste´s par laser [133, 134, 135]. Puis,
l’introduction de ce type de fonctions d’onde dans une the´orie KFR ont per-
mis de mieux pre´dire la production d’e´lectrons d’e´nergie e´leve´ dans le spectre
ATI [136] (effet induit par l’interaction Coulombienne), mais pas le plateau
caracte´ristique du spectre ATI. Ce dernier point a e´te´ traite´ avec succe`s dans
[137] par le de´veloppement au deuxie`me ordre de la matrice S [18]. L’un des
derniers travaux concernant cette me´thode est celui de L.P. Presnyakov [138]
dont l’originalite´ repose sur la repre´sentation de la fonction d’onde interagis-
sant avec les champs e´lectriques du noyau et du laser. Cependant, sa variante
adapte´e pour les collisions par ions lourds et fonde´e sur l’approximation de
variation lente du champ Coulombien, se re´ve`le inade´quate pour l’ionisation
par des champs laser [122]. De plus, l’apparition d’un point singulier rend la
re´solution nume´rique ardue.
Re´cemment, des re´sultats particulie`rement prometteurs ont e´te´ obtenus
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par G. Duchateau en de´veloppant une amplitude de transition dans le cadre
de l’approximation soudaine c’est-a`-dire en supposant que l’e´lectron n’a pas
le temps de s’adapter au champ Coulombien pendant la dure´e de l’interac-
tion avec la champ laser. Cette me´thode de´nomme´e CV1, pre´dit les spectres
e´lectroniques e´nerge´tiques lors de l’ionisation de l’hydroge`ne par des champs
dont la dure´e est limite´e a` la moitie´ de la pe´riode orbitale [21], mais aussi lors
de l’ionisation de me´taux alcalins [139]. Deux avantages essentiels de cette
description dans sa formulation actuelle re´sident dans la caracte´risation des
termes d’interaction Coulombienne d’une part et d’interaction e´lectromagne´-
tique d’autre part. Mais e´galement un comportement asymptotique correct
dans les cas ou` l’une ou` l’autre des interactions s’annule. Ce dernier point lui
confe`re un atout majeur vis-a`-vis des autres descriptions. Cependant, elle re-
pose sur deux conditions : tout effet dynamique venant de l’interaction entre
l’e´lectron e´jecte´ et le noyau est ne´gligeable en comparaison de l’interaction
laser-atome et le nombre d’oscillations du champ laser ne doit pas exce´der
deux unite´s. Pour acce´der a` l’information sur la dynamique au cours de l’in-
teraction et e´tendre le champ d’e´tude, un de´veloppement CV2 a e´te´ mis en
place. Cette approche de´pendante du temps, est exactement celle que nous
avons adopte´e car elle permet de prendre en compte l’e´volution temporelle
du champ e´lectrique du laser et se re´ve`le parfaitement adapte´e aux proces-
sus induits par des champs ultra-brefs, en particulier a` l’ionisation par des
impulsions XUV bre`ves et reproduit parfaitement les spectres ATI de l’hy-
droge`ne dans ces conditions [22]. Il faut ne´anmoins ajouter que ces re´sultats
sont e´galement assujettis a` deux contraintes fortes : l’e´nergie du photon laser
incident doit eˆtre supe´rieure au potentiel d’ionisation de l’atome irradie´, et les
probabilite´s d’ionisation doivent rester infe´rieures a` 20%. En pratique, cela
restreint l’utilisation a` des impulsions VUV en conditions de perturbation,
c’est-a`-dire pour des intensite´s laser n’exce´dant pas 1014 W.cm−2 et d’une
dure´e comprise entre 0,5 et 2 fs [122].
C’est donc dans ce contexte que nous plac¸ons notre travail, a` savoir une
the´orie multiphotonique e´prouve´e dans un domaine de´fini. Dans le cadre de
cette the`se, nous nous sommes oriente´s vers trois axes de recherche consti-
tuant la colonne verte´brale de ce manuscrit. Tout d’abord, l’extension de la
me´thode Coulomb-Volkov hors conditions de perturbation, ce qui sous-entend
de prendre en compte le de´peuplement important de l’e´tat fondamental au
cours de l’interaction. Initialement, une analyse de l’atome d’hydroge`ne en
conditions de saturation a e´te´ mene´e. Nous verrons comment nous pouvons
re´introduire ce de´peuplement a` partir des cœfficients calcule´s par un syste`me
d’e´quations couple´es re´duites (ECR). Dans un deuxie`me temps, la diminu-
tion de l’e´nergie des photon du laser afin de pouvoir se rapprocher de celle
des photons utilise´s expe´rientalement, tre`s infe´rieures au potentiel d’ionisa-
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tion. Dans ce cas, l’e´tude des e´ventuelles re´sonances avec les e´tats atomiques
interme´diaires lie´s rendus accessibles par la largeur spectrale du laser devient
pre´ponde´rante. Nous verrons alors comment de´river une me´thode Coulomb-
Volkov de´pendante du temps afin de de´crire l’excitation multiphotonique
des premiers e´tats lie´s de l’hydroge`ne. Enfin, nous nous sommes oriente´s sur
l’e´tude de l’he´lium et le cas de la double photoionisation (DPI) a` un et deux
photons (( directe )) (par opposition a` la DPI (( se´quentielle )) ne pouvant eˆtre
de´crite). Il s’agit de s’inte´resser au proble`me the´orique re´current des trois
corps en interaction et de voir dans quelle mesure nous pouvons extraire des
re´sultats sur trois facettes de cette description : la section efficace totale et
les sections efficaces diffe´rentielles en angle et en e´nergie.
1.5 Conclusion
Apre`s des conside´rations tre`s ge´ne´rales sur l’interaction entre une im-
pulsion laser et la matie`re a` l’e´chelle atomique et une revue des approches
existantes, ce chapitre nous a permis de bien de´limiter le contexte tant expe´-
rimental que the´orique dans lequel nous plac¸ons le traitement que nous de´-
veloppons. Il est par ailleurs absolument ne´cessaire de cerner les limitations
intrinse`ques d’une approche de type Coulomb-Volkov car elles permettent
de ne pas rentrer en compe´tition avec d’autres me´thodes plus performantes
que la notre. Le deuxie`me chapitre est consacre´ au de´veloppement des ampli-
tudes de transitions de´pendantes du temps que l’on de´rivera par la suite pour
l’e´tude de l’hydroge`ne et de l’he´lium. Comme nous le verrons, ce formalisme
a entre autres l’avantage de mettre tre`s facilement en lumie`re les diffe´rents





Le but de ce chapitre est de proposer et de´velopper le formalisme desamplitudes de transitions qui ont e´te´ utilise´es pour l’e´tude de proces-
sus multiphotoniques atomiques tout au long de cette the`se. Nous allons
regarder comment nous pouvons aboutir aux expressions ge´ne´rales des am-
plitudes de transition, que nous allons ensuite appliquer a` l’e´tude de l’hydro-
ge`ne et de l’he´lium. Comme nous l’avons de´ja` souligne´, l’approche Coulomb-
Volkov de´veloppe´e dans l’approximation soudaine (denomme´e CV1) donne
de tre`s bonnes pre´dictions lorsque tout effet dynamique issu de l’interaction
Coulombienne de l’e´lectron avec le noyau est ne´gligeable en comparaison de
celle de l’atome avec le champ laser [122]. Cependant, la dure´e de l’impulsion
laser doit rester tre`s bre`ve par rapport a` la pe´riode orbitale de l’e´lectron et ne
pas de´passer 1, 7 oscillations [122]. A ces e´chelles de temps, l’e´nergie meˆme
du photon mis en jeu est difficile a` de´finir et il s’agit d’un cas limite ou` le ca-
racte`re quantique de l’interaction {e´lectron-noyau} disparaˆıt au profit d’une
description classique de la dynamique (cf. [122] chapitre 4). Cette approche
n’est donc pas capable de de´crire l’absorption de photons par l’atome. Ainsi,
une autre approche Coulomb-Volkov de´pendante du temps (CV2) a e´te´ mise
en place pour prendre en compte les oscillations du champ laser mais e´gale-
ment la variation rapide de son enveloppe quand la dure´e de l’impulsion est
bre`ve. Ceci permet d’apporter des informations sur la dynamique et l’e´vo-
lution du syste`me tout au long de l’interaction. Elle s’est re´ve´le´e pertinente
pour l’ATI3 de l’hydroge`ne induite par des champs laser femtoseconde dans
le domaine XUV, et a ainsi de´montre´ le cre´dit que l’on pouvait lui accorder
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[22]. Dans le de´tail, il s’agit d’une me´thode analytique approche´e fonde´e sur
l’utilisation des e´tats de Coulomb-Volkov comme e´tats du syste`me a` chaque
instant. Ceux-ci pre´sentent des avantages qui justifient leur emploi : nous
montrerons que pour un atome hydroge´no¨ıde, ils sont construits de manie`re
a` pre´senter un comportement asymptotique correct dans les deux cas limites
ou` le champ Coulombien s’annule et ou` le champ laser s’annule. Nous retrou-
verons dans chacun de ces cas l’e´tat de Volkov ou les e´tats propres de l’atome
non perturbe´. Egalement, nous rappellerons comment leur introduction dans
l’amplitude de transition se de´veloppe a` tous les ordres de transition multi-
photonique directe [122]. En outre, cette me´thode pre´sente une tre`s grande
lisibilite´ mais e´galement la possibilite´ de parame´trer comple`tement le syste`me
atomique (charges nucle´aires) mais aussi le champ laser (profil temporel). De
plus, le de´veloppement re´cent d’une technique approprie´e d’inte´gration sur
le temps ame´liore conside´rablement la rapidite´ et la pre´cision des calculs sur
une large gamme de dure´e d’impulsions, allant de quelques centaines d’atto-
secondes a` plusieurs centaines de femtosecondes [140]. Enfin, son caracte`re
analytique nous permet l’acce`s direct a` de nombreuses informations comme
les distributions en angles et en e´nergies ou les sections efficaces totales de
la dynamique e´tudie´e. Comme nous le verrons, elle a aussi la particularite´ de
pouvoir eˆtre facilement e´tendue vers des syste`mes plus complexes.
2.2 Formalisme des amplitudes de transition
CV2
Dans ce paragraphe, nous allons succintement rappeler le de´veloppement
ge´ne´ral des amplitudes de transition CV2 telles qu’elles ont e´te´ exploite´es
dans [122]. La de´marche est sensiblement analogue a` celle expose´e dans le







ou` Ψ+i (~r, t) et Ψ
−
f (~r, t), respectivement onde (( entrante )) initiale et (( sor-




Ψ±i,f (~r, t) = HΨ±i,f (~r, t) = [H0 + V (t)] Ψ±i,f (~r, t) (2.2)
et soumises aux conditions asymptotiques suivantes




Ψ+i (~r, t) = Φi(~r, t)
lim
t→+∞
Ψ−f (~r, t) = Φf (~r, t)
(2.3)




Φi,f (~r, t) = H0Φi,f (t) = εi,fΦi,f (~r, t) (2.4)
Il est possible de de´finir, en conditions de perturbation, deux formes limites de
l’amplitude de transition, qualifie´es respectivement de (( post )) et (( prior )) et



















et ajoutons a` chacune des formes pre´ce´dentes un terme identiquement nul






















































∣∣H0 + V (t)∣∣Φi(t)〉− 〈Ψ−f (t)∣∣H0∣∣Φi(t)〉 ]
(2.8)
Puis, en posant pour une impulsion laser lim
t→−∞




















Cette formulation des amplitudes de transition est la pierre angulaire de tout
les de´veloppements ulte´rieurs que nous avons mene´s en condition de pertur-
bation. L’ide´e fondamentale est maintenant d’approcher les fonctions d’onde
Ψ±i,f (~r, t) par des e´tats de Coulomb-Volkov χ
±
i,f (~r, t) auxquels est consacre´ le
prochain paragraphe.
2.3 Les e´tats de Coulomb-Volkov
Comme le nom l’indique, ces e´tats sont compose´s de deux parties trai-
tant soit de l’interaction Coulombienne {e´lectron-noyau} soit de l’interaction
{e´lectron-champ e´lectrique} (Volkov). L’ide´e sous-jacente a` la construction
de ces e´tats est la similitude entre une collision entre un atome et un ion
multicharge´ et celle d’un atome avec une impulsion laser.
2.3.1 L’analogie collision ionique-collision photonique
Les premie`res conside´rations concernent le champ e´lectrique cre´e´ par une
particule charge´e se de´plac¸ant rectilignement au voisinage d’un atome et celui
d’un laser. Sous certaines conditions, l’amplitude des champs agissant sur
l’e´lectron de l’hydroge`ne peuvent se ressembler fortement. Deux diffe´rences
sont a` souligner : le champ d’un ion n’oscille pas et la porte´ infinie du champ
Coulombien n’impose pas les meˆmes conditions aux limites. Formellement
toutefois, il est possible de voir une analogie tre`s forte entre l’ESDT de´crivant
le comportement d’une fonction d’onde d’un atome hydroge´no¨ıde lorsqu’un
projectile multicharge´ passe suffisament loin et celle d’un meˆme atome plonge´
dans un champ laser. Fort de ces conside´rations, nous pouvons facilement
comprendre que les outils formels de la the´orie des collisions vont pouvoir
eˆtre extrapole´s pour la description de l’interaction laser atome. Cette dernie`re
n’e´tant au fond qu’une collision de type photonique. Dans ce cadre, nous
allons utiliser le formalisme des ondes distordues ou` la fonction d’onde d’une
cible va pouvoir s’e´crire comme le produit d’un e´tat stationnaire et d’un
facteur de phase induit par la collision
Ψ±(~r, t) ' Φ(~r, t)L±(~r, t) (2.10)





Ψ±(~r, t) = Φ(~r, t)
lim
Z→0
Ψ±(~r, t) = V±(~r, t) (2.11)
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A savoir, lorsque la perturbation s’e´teint, elle doit tendre vers un e´tat sta-
tionnaire non perturbe´ e´tat propre du syste`me, et lorsque lorsque le champ
Coulombien s’e´teint, la fonction d’onde doit tendre vers un (( e´tat de Vol-
kov )) : V±(~r, t).
2.3.2 Les e´tats de Volkov
La re´solution de l’ESDT dans le cas hydroge´no¨ıde limite ou` Z → 0 et ou`









+ ~r · ~E(t)
]
V±(~r, t) (2.12)
est exacte et ses solutions sont appele´es (( e´tats de Volkov )) V± [12]. Ils
repre´sentent le de´placement d’un e´lectron libre dans un champ e´lectrique
oscillant. Ces e´tats sont non physiques car la re´solution de l’ESDT nous
donne l’e´tat d’un dipoˆle atomique, alors que dans ce cas, le syste`me est
re´duit a` un monopoˆle, l’e´lectron. Ces e´tats s’e´crivent comme [122]
V±(~r, t) = exp
(








ou` ~p ±(t) = ~k + ~A±(t) est l’impulsion ge´ne´ralise´e et ou` le potentiel vecteur








Insistons sur le fait que ces e´tats doivent constituer une limite vers laquelle
toute fonction d’onde solution approche´e de l’ESDT doit tendre lorsque le
champ Coulombien s’e´teint. Nous allons a` pre´sent construire les e´tats de
Coulomb-Volkov tels que nous les avons employe´s.
2.3.3 Les e´tats de Coulomb-Volkov
Utilisons l’approximation de la fonction d’onde exacte (2.10) que l’on
nommera χ±i,f (~r, t) dans l’ESDT. Cette dernie`re s’e´crit un peu diffe´remment





χ±i,f (~r, t) =
(H− U±i,f)χ±i,f (~r, t) (2.15)








+ ~r · ~E(t)− U±i,f
]
Φi,f (~r, t)L±(~r, t) =
L±(~r, t)i∂Φi,f (~r, t)
∂t













− ~r · ~E(t)
]
L±(~r, t) =
−U±i,f (Φi,f (~r, t)L±(~r, t)) − ~∇Φi,f (~r, t) · ~∇L±(~r, t)
(2.17)
Il est a` pre´sent ne´cessaire de distinguer le traitement pour L+ de celui pour
L− car comme nous allons le voir, les conditions aux limites impliquent des
choix diffe´rents dans chacun des deux cas. Si l’e´tude porte sur l’ionisation, il
faut garder a` l’esprit que la transition va s’effectuer entre un e´tat atomique
lie´ et un e´tat du continuum. Puisque les ope´rateurs U±i,f sont arbitraires, il





= −~∇Φi(~r, t) · ~∇L+(~r, t) (2.18)
et l’e´quation (2.17) devient identique a` (2.12). Cependant, les conditions
(2.3) nous me`nent a` lim
t→−∞
L+(~r, t) = 1 qui impose ~k = ~0 dans (2.13) car
l’e´tat atomique limite conside´re´ est un e´tat lie´ de syme´trie sphe´rique ou` en
moyenne ~k = ~0. Ainsi, la (( phase de Volkov )) 4 s’e´crit
L+(~r, t) = exp
(









En proce´dant de la meˆme manie`re pour L−(~r, t), mais en posant
U−f
(




i~kΦf (~r, t)− ~∇Φf (~r, t)
]
· ~∇L−(~r, t) (2.20)
et en utilisant lim
t→+∞
L−(~r, t) = 1 qui impose que l’e´tat conside´re´ final soit un
e´tat du continuum de´crit par une fonction d’onde Coulombienne C~k(~r, t).
Il vient
L−(~r, t) = exp
(








(t′) + 2~k · ~A−(t′)
])
(2.21)
4Nous la de´nommons ainsi parce qu’elle pre´sente des similitudes avec l’e´tat de Volkov
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Le terme 2~k · ~A−(t′) permet de retrouver exactement l’e´tat de Volkov quand
Z → 0. En re´sume´, les e´tats de Coulomb-Volkov s’e´crivent χCV±i,f (~r, t) =





χCV±i,f (~r, t) = Φi,f (~r, t)
lim
Z→0
χCV±i,f (~r, t) = V±(~r, t)
(2.22)
Dans la mesure du possible, nous avons compare´ les re´sultats Coulomb-
Volkov obtenus pour l’hydroge`ne avec des calculs ab initio issus de la re´so-
lution de l’ESDT sur une base de B-splines (cf. §1.3.1 et re´fe´re´s par ESDT).
Nous pouvons ainsi mesurer l’erreur commise par l’emploi de ce type de fonc-
tions d’onde.
2.3.4 Suppression des termes de de´calage dans les ap-
proches Coulomb-Volkov
Les spectres ATI produits par ce type de calcul pre´sentent un de´calage





pre´sent dans l’argument de la phase de Volkov. Il peut eˆtre interpre´te´ comme
une e´nergie de vibration de l’e´lectron dans le champ e´lectromagne´tique, c’est-
a`-dire l’e´nergie ponde´romotrice. Comme de´crit dans [46] ce terme de´place de
la meˆme fac¸on tout les niveaux de la structure atomique et ainsi ne change
pas le potentiel d’ionisation. Cependant, sa pre´sence dans la phase de Volkov
de l’e´tat final perturbe´ mais pas dans la fonction d’onde initiale Φi,f (t) agit









− ω = 0 (2.23)
et me`ne naturellement a` un de´calage des pics ATI. La suppression de ce terme
est indispensable pour de´crire correctement le spectre des e´lectrons [141], et
c’est ce qui sera fait dans toutes les approches Coulomb-Volkov ulte´rieures.
2.3.5 De´veloppement dans la jauge des vitesses
Le de´veloppement d’une the´orie doit en principe eˆtre inde´pendante du
choix de la jauge. Cependant, il n’en est pas ainsi pour le de´veloppement
Coulomb-Volkov en jauge des longueurs. Pour le montrer, il faut de´velopper
le Hamiltonien a` la limite non-relativiste et utiliser ~P = ~k− ~A(t) l’impulsion
conjugue´e de Lagrange, ou` ~k est l’impulsion vraie de l’e´lectron en l’absence de
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champ. Nous pouvons alors naturellement de´duire l’e´tat de Volkov en jauge
des vitesses, en se plac¸ant e´galement dans la jauge de Coulomb et en posant
~P = ~K
VV (~r, t) = exp
[








Puis, en suivant la de´marche de [122] qui consiste a` introduire l’influence du
champ Coulombien en multipliant l’e´tat de Volkov par une fonction de´pen-
dante de ~r et t comme χV (~r, t) = f
−(~r, t) × VV (~r, t) et l’introduisant dans















χV (~r, t) (2.25)
nous parvenons ainsi a` de´finir f− comme une fonction hyperge´ome´trique de´-
pendante de ~K elle-meˆme de´pendante du temps au-travers du potentiel vec-
teur. Nous voyons de fait que le degre´ d’approximation de la fonction d’onde
de Coulomb-Volkov n’est pas e´quivalent dans les deux jauges. Il est donc
impossible de de´finir directement la transformation de ce type de fonction
d’onde dans l’une ou l’autre jauge.
2.4 Application a` l’excitation multiphotonique
de l’hydroge`ne
L’application de la the´orie Coulomb-Volkov a` l’excitation des premiers
e´tats lie´s de l’hydroge`ne se justifie par les tre`s bons re´sultats obtenus pour l’io-
nisation avec des impulsions XUV femtosecondes [22]. Comme nous l’avons
de´ja` e´voque´, ces re´sultats sont encadre´s par des contraintes sur l’e´nergie des
photons mis en jeu et l’intensite´ du laser. Les de´veloppements suivants ont
eu pour but de s’en affranchir, en particulier pour l’e´tude de l’ionisation a`
l’aide de photons d’e´nergie infe´rieure a` Ip. En premier lieu, un de´veloppe-




< ω < Ip reproduit parfaitement des re´sultats ESDT [23]. C’est
une me´thode hybride fonde´e sur le calcul les transitions a` un photon vers les
premiers e´tats lie´s de l’hydroge`ne par un de´veloppement de Born au premier
ordre, puis l’ionisation multiphotonique subse´quente par un de´veloppement
Coulomb-Volkov. Ainsi, l’ajout successif des e´tats 3p, 4p et 5p dans le cal-
cul final, a permis de mettre en e´vidence leur contribution a` l’ATI et de
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de´crire les structures secondaires lie´es aux transitions par ces e´tats. Dans




), l’excitation multiphotonique devient de`s lors possible. Ce
phe´nome`ne rentre parfaitement dans le cadre d’une description Coulomb-
Volkov a` deux niveaux et c’est naturellement que nous nous sommes penche´s
sur cette e´tude. Le but final e´tant d’utiliser ces re´sultats pour une description
globale de l’ionisation multiphotonique par des photons d’e´nergie proche de
ce qui peut eˆtre produit expe´rimentalement. Nous allons donc proposer dans
le paragraphe suivant un de´veloppement ge´ne´ral qui sera ensuite de´rive´ au
chapitre 3 a` l’e´tude particulie`re de l’excitation des e´tats H(2p) et H(2s).
2.4.1 Amplitude de transition applique´e aux transi-
tions entre e´tats lie´s de l’hydroge`ne
Tout d’abord, exprimons de manie`re ge´ne´rale les fonctions d’onde des
e´tats atomiques lie´s de l’hydroge`ne, repre´sente´es par les nombres quantiques
{n`m}
Φn`m(~r, t) = ϕn`m(~r) exp (−iεnt) (2.26)
ou` l’e´nergie du niveau est εn = − Z
n2
en unite´s atomiques. L’e´tat de Coulomb-
Volkov associe´ sera χ±n`m(~r, t) = Φn`m(~r, t)L±(~r, t) avec la phase de Volkov
(2.19) ou` l’on a ne´glige´ ~A2(t) et qui s’exprime comme L±(~r, t) = exp
(
i ~A±(t) · ~r
)
.
Les e´le´ments de transition post et prior s’e´crivent alors, avec pour plus de
facilite´ d’e´criture i = {n`m} et f = {n′`′m′}















Puis en remplac¸ant les e´tats de Coulomb-Volkov par leurs expressions pre´ci-
te´es et en utilisant les proprie´te´s du produit Hermitien







d~r Φ∗f (~r, t)V (t)Φi(~r, t)L+(~r, t)





d~r Φ∗f (~r, t)L−∗(~r, t)V (t)Φi(~r, t)
(2.28)
L’exposant (( * )) indique le complexe conjugue´. En injectant (2.26) dans les









d~r ϕ∗f (~r) exp (iεf t)V (t)ϕi(~r)
× exp (−iεit)L+(~r, t)





d~r ϕ∗f (~r) exp (iεf t)L−∗(~r, t)
×V (t)ϕi(~r) exp (−iεit)
(2.29)
puis en utilisant l’expression de la phase de Volkov expose´e plus haut ainsi
que l’expression de V (t) en jauge des longueurs V (t) = ~r · ~E(t)













i ~A+(t) · ~r
)
ϕ∗f (~r) ~E(t) · ~r ϕi(~r)











−i ~A−(t) · ~r
)
ϕ∗f (~r) ~E(t) · ~r ϕi(~r)
(2.30)
puis le fait que ~E(t) = − ∂
∂t
~A±(t) nous me`ne a` ~E(t) · ~r exp
(







±i ~A±(t) · ~r
)
nous pouvons alors re´e´crire (2.30)


TCV 2+fi ' −
∫ τ
0






i ~A+(t) · ~r
)
ϕ∗f (~r) ϕi(~r)
TCV 2−fi ' +
∫ τ
0
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nous permettant d’e´crire (2.31) en inte´grant par parties




















Pour une ve´ritable impulsion laser, on a ~A±(0) = ~A±(τ) = ~0 par conse´quent,
on peut imme´diatement e´crire g±(0) = g±(τ) = δfi du fait de l’orthogonalite´
des fonctions d’onde. De`s lors, de`s que i 6= f







Puis, en utilisant les expressions (2.32)















C’est a` partir de cette expression tre`s ge´ne´rale que nous de´riverons au chapitre
suivant les expressions adapte´es aux transitions multiphotoniques entre l’e´tat
fondamental et les premiers e´tats de l’hydroge`ne. Nous utiliserons alors les
expressions bien connues des fonctions d’onde H(2s), H(2p) pour de´crire les
e´tats finaux et H(1s) pour l’e´tat fondamental.
2.4.2 Le de´veloppement multiphotonique
Afin d’illustrer le caracte`re multiphotonique de (2.35) regardons en de´tail
(2.30). Nous remarquons tout d’abord que la partie responsable de la transi-
tion est contenue dans l’inte´grale sur ~r. Ainsi, pour chaque pas de temps, la
configuration atomique est (( gele´e )), le calcul s’effectuant alors que le champ
Coulombien ne varie pas. Ce dernier n’a donc aucun effet dynamique sur la
transition, il n’intervient que dans la structure atomique [122]. Inte´ressons-
nous a` la pre´sence de la phase de Volkov dans la seconde inte´grale. Son
de´veloppement en se´rie donne
exp
(


















Il s’agit donc d’un de´veloppement multipolaire a` l’ordre n repre´sentant l’ab-
sorption de n photons, dont on de´montrera qu’ils (( ignorent )) le passage
e´ventuel par des e´tats interme´diaires re´sonants.
2.5 Application a` l’he´lium
En suivant la meˆme de´marche, nous allons de´velopper une amplitude de
transition pour l’ionisation double de l’he´lium. D’un point de vue didactique,
nous nous sommes inte´resse´s a` la forme prior. En effet, il s’ave`re plus in-
tuitif de passer d’un e´tat initial non perturbe´, vers un e´tat final qui l’est
sous l’effet du champ. Ceci e´tant, il est e´vident que des re´sultats identiques
devraient eˆtre obtenus avec les deux formulations si les fonctions d’onde uti-
lise´es e´taient exactes. Hormis le de´veloppement analytique proprement dit,
deux difficulte´s apparaissent imme´diatement : la description de chacun des
e´tats initial et final et en particulier des fonctions d’onde associe´es. Nous sa-
vons que nous ne pouvons pas trouver de solution analytique exacte comme
pour le cas de l’hydroge`ne, la difficulte´ venant du fait que ces e´tats sont solu-
tions d’un proble`me a` trois corps en interaction. En pratique, si la description
des e´tats lie´s et du simple continuum de l’he´lium peut eˆtre approche´e avec
une tre`s bonne pre´cision, des approximations majeures vont intervenir pour
celle du double continuum. En particulier, construire une fonction d’onde cor-
recte pour l’e´tude des e´tats du seuil d’ionisation mais e´galement les bonnes
conditions de charge asymptotiques est extreˆmement difficile. C’est cepen-
dant dans cet e´tat que vont se trouver les deux e´lectrons apre`s ionisation
comple`te de l’he´lium : deux e´lectrons en interaction Coulombienne entre eux
et avec l’ion re´siduel doublement charge´. Nous pointons la` le proble`me essen-
tiel que nous recontrons, a` savoir comment de´crire a` la fois les interactions
{e´lectron-e´lectron} de´nomme´es corre´lations e´lectroniques, et {e´lectron-ion} ?
Nous reviendrons sur les corre´lations e´lectroniques dans la partie consacre´e a`
l’he´lium ou` nous de´taillerons les moyens mis en œuvre pour les de´crire. Dans
ce qui suit, nous proposons une description de l’he´lium fonde´e sur l’inter-
action {e´lectron-ion} sans corre´lations dans l’e´tat final. Pour cela, de´butons
par des conside´rations sur la construction des fonctions d’onde. Les e´lectrons
satisfont au principe d’exclusion de Pauli dont la conse´quence est l’antisyme´-
trie des fonctions d’onde. Cette proprie´te´ peut eˆtre re´sume´e par les relations
suivantes
Ψa(1, 2) = ϕ
para(~r1, ~r2)Σ
triplet(1, 2)




Ce qui signifie qu’une fonction d’onde de deux e´lectrons e´tiquete´s (1, 2) an-
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tisyme´trique (indice´e (( a ))) voit sa partie spatiale ϕ (( para )) pour un e´tat
triplet de spin Σtriplet(1, 2) ou sa partie spatiale (( ortho )) pour un e´tat sin-
gulet de spin Σsingulet(1, 2) respectivement e´tats propres de l’ope´rateur P12
(( e´change des positions ~r1 ↔ ~r2 )). Les paragraphes suivants sont consacre´s
au de´tail de la construction de ces fonctions d’onde mais il faut pre´alablement
de´finir les syste`mes de coordonne´es employe´es dans les calculs.
2.5.1 Syste`mes de coordonne´es
Par analogie avec l’hydroge`ne, chaque e´lectron de la structure atomique
est repe´re´ par rapport au centre de masse que constitue le noyau, a` l’aide des
rayons vecteurs ~r1 et ~r2. Dans le double continuum, chaque paquet d’onde
e´lectronique est e´galement repe´re´ par rapport au meˆme centre de masse a`
l’aide des vecteurs d’onde ~k et ~k′. Puisque la repre´sentation s’effectue en
coordonne´es sphe´riques, chaque couple angulaire (θ, φ) est de´fini par rapport
au vecteur de polarisation λˆ, imposant la direction de l’axe (Oz) du repe`re



























Fig. 2.1 – Syste`me de coordonne´es e´lectroniques.
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2.5.2 Fonction d’onde initiale
Pour des raisons de simplicite´, nous allons la de´crire en premie`re ap-
proximation par un produit de deux orbitales hydroge´no¨ıdes 1s. Dans ce
cas, chacun des e´lectrons subit un champ Coulombien cre´e par un noyau
de charge e´crante´e Zi = 1, 6875 de´finie par le principe variationnel [142].
L’e´nergie de l’e´tat fondamental He(1s)2 que l’on va utiliser est alors εHe =
−2, 84765625 u.a. Cet e´tat e´tant un singulet de spin, nous pouvons alors
e´crire
χi(~r1, ~r2, t) = ϕ1s(~r1)ϕ1s(~r2) exp (−iεHet) (2.38)







En utilisant cette forme de fonction d’onde, (2.38) s’e´crit naturellement
χi(~r1, ~r2, t) =
Z3i
pi
exp [−Zi(r1 + r2)] exp (−iεHet) (2.40)
Nous pouvons remarquer que l’utilisation d’une charge e´crante´ rele`ve d’une
certaine manie`re des corre´lations dans l’e´tat initial.
2.5.3 Fonction d’onde finale
Le spin e´lectronique total restant inchange´, la fonction d’onde finale que
l’on va utiliser s’e´crit comme une somme syme´trise´e de produits d’orbitales
monoe´lectroniques











ou` N est le facteur de normalisation ; α et β repre´sentent soit un e´tat lie´ soit
un e´tat du continuum. Puisqu’on e´tudie la double photoionisation, les deux
e´lectrons de He se trouvent apre`s interaction dans le continuum. Chacune
des deux orbitales sera repre´sente´e par une fonction d’onde respectivement
labe´lise´e par chaque vecteur d’onde ~k et ~k′. Ceci nous me`ne a` e´crire α = ~k et
β = ~k′ et ainsi χ−f (~r1, ~r2, t) devient
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L’e´valuation de N est un point de´licat aborde´ dans l’annexe qui lui est consa-
cre´e (cf. Annexe B). Dans le cadre de la the´orie Coulomb-Volkov nous allons
de´crire chacun des e´tats finaux par le produit d’une onde coulombienne en-
trante (dans un potentiel attractif et normalise´e sur l’e´chelle des impulsions)
et d’une phase de Volkov
χ−~k (~r, t) = C
−
~k
(~r, t)L−~k (~r, t) (2.43)
ou` la fonction coulombienne est de la forme








. Sa partie spatiale est















. Par ailleurs, nous savons de´sormais que la phase de Volkov
s’e´crit dans le cas d’une ionisation (cf. §2.3.3)
L−~k (~r, t) = exp
(






De manie`re synthe´tique, compte-tenu de (2.43), (2.44) et (2.45), (2.42) de-
vient












[−i(ε~k + ε~k′)t]L−~k (~r1, t)L−~k′(~r2, t)
] (2.47)
Ou`, plus simplement au vu de (2.46)













× exp [−i(ε~k + ε~k′)t]L−~k~k′(~r1, ~r2, t) (2.48)
avec
L−~k~k′(~r1, ~r2, t) = exp
[






Il faut insister sur le fait qu’a` ce stade du de´veloppement, les corre´lations
e´lectroniques ne sont pas explicitement prises en compte dans l’e´tat final.
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L’impact de ces corre´lations sur les calculs de distributions e´lectroniques
angulaires et en e´nergie mais aussi sur les sections efficaces constituera l’une
des the´matiques de la partie 2. Dans un premier temps, nous approchons
l’e´tat final comme celui de deux e´lectrons sans interaction entre eux et se
de´plac¸ant dans un champ Coulombien de charge Zk = Zk′ = 2. De´veloppons
a` pre´sent le calcul de l’amplitude de transition.
2.5.4 Amplitude de transition applique´e a` l’ionisation
double de l’he´lium








Ce qui se traduit explicitement par projection dans l’espace des configurations










(~r1, ~r2, t)V (~r1, ~r2, t)Φi(~r1, ~r2, t) (2.51)
~r1 et ~r2 repre´sentent les positions respectives des e´lectrons par rapport au
centre de masse confondu avec le noyau. Comme pour l’hydroge`ne, Φi(~r1, ~r2, t)
est la fonction d’onde du syste`me non perturbe´ dans l’e´tat initial et Ψ−f (~r1, ~r2, t)
est la fonction d’onde du syste`me perturbe´ a` chaque instant t de l’interaction
et satisfait la condition asymptotique
lim
t→+∞
Ψ−f (~r1, ~r2, t) = Φf (~r1, ~r2, t) (2.52)
ou` Φf (~r1, ~r2, t) est la fonction d’onde du syste`me non perturbe´ dans l’e´tat
final. V (~r1, ~r2, t) est la perturbation due au laser et agissant sur le syste`me
die´lectronique. Dans le cadre de l’approximation dipolaire e´lectrique elle s’ex-
prime comme
V (~r1, ~r2, t) = (~r1 + ~r2) · ~E(t) (2.53)
De`s lors, si on remplace respectivement les fonctions d’onde Φi(~r1, ~r2, t) et
Ψ−f (~r1, ~r2, t) par des fonctions d’onde approche´es (2.38),(2.48) et en utilisant
(2.53), l’amplitude de transition (2.51) que l’on labellise par (1s)2 devient
Application a` l’he´lium 79
























× exp [i(ε~k + ε~k′)t]L−~k~k′∗(~r1, ~r2, t)(~r1 + ~r2) · ~E(t)
×ϕ1s(~r1)ϕ1s(~r2) exp (−iεHet)
(2.54)
En introduisant l’expression des fonctions d’onde et la phase de Volkov (2.49)
puis en se´parant les termes ne de´pendant que du temps de ceux de´pendant
aussi de ~r1 et ~r2, l’expression pre´ce´dente s’e´crit alors





i(ε~k + ε~k′ − εHe)t
















−i ~A−(t) · (~r1 + ~r2)
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−i ~A−(t) · (~r1 + ~r2)
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−i ~A−(t) · (~r1 + ~r2)
]









−i ~A−(t) · (~r1 + ~r2)
]
~r2 · ~E(t) ϕ1s(~r1)ϕ1s(~r2)
]
(2.55)
En remarquant que dans le facteur entre crochets, le premier et le quatrie`me
terme d’une part, le second et le troisie`me d’autre part, sont identiques dans
l’e´change de ~r1 et ~r2, on peut simplifier en se souvenant que le facteur de
normalisation N est re´el
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i(ε~k + ε~k′ − εHe)t
















−i ~A−(t) · (~r1 + ~r2)
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−i ~A−(t) · (~r1 + ~r2)
]
~r2 · ~E(t) ϕ1s(~r1)ϕ1s(~r2)
]
(2.56)
En regroupant les facteurs de´pendants du temps et ceux de´pendant aussi de
~r1 d’une part, de ~r2 d’autre part, puis en de´veloppant les produits scalaires
~r1 · ~E(t) et ~r2 · ~E(t), il est possible de mettre E(t) en facteur
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En vertu de ce qui pre´ce`de, (2.57) se met sous la forme plus compacte :
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~r1 et ~r2 e´tant des variables muettes d’inte´gration, on remarque aussitoˆt que
l’on a I~k,~k′(t) = J~k,~k′(t), et l’expression de l’e´le´ment de transition prend donc
la forme simple suivante
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ou` l’inte´grale I~k,~k′(t) s’e´crit sous la forme d’un produit
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Le de´veloppement formel des inte´grales J˜~k(t) et I˜~k(t) est de´taille´ dans les















− iZiκz(1− iν)(2− iν)HB−1 + νA−z (1 + iν)(Zi − ik)×
BH−1 + ν(1− iν)
[


















avec B, H et ~κ de´finis comme suit


B = κ2 + Z2i




~κ = ~k + ~A−(t)
(2.64)
Ceci nous permet de re´e´crire (2.61) en respectant l’indexation en k et k′.
Nous noterons avec le label (( ′ )) toutes les quantite´s de´pendant de k′. Ainsi,











(ν + ν ′)
)
Γ(1− iν)Γ(1− iν ′)B iν−2H−iν−1
×B′ iν′−2H′−iν′−1
{[
− iZiκz(1− iν)(2− iν)HB−1 + νA−z (1 + iν)
×(Zi − ik)BH−1 + ν(1− iν)
[




Zi(1− iν ′)H′ + iν ′(Zi − ik′)B′
]}
(2.65)
Avec cette dernie`re expression, nous pouvons exprimer (2.60) en regroupant
les termes ne de´pendant pas de t devant l’inte´grale
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− iZiκz(1− iν)(2− iν)HB−1
+νA−z (1 + iν)× (Zi − ik)BH−1 + ν(1− iν)
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Enfin, en utilisant le re´sultat de l’annexe B, nous nous plac¸erons dans le cas





Ce chapitre, tre`s (( mathe´matique )), nous a permis de jeter les fondations
sur lesquelles nous allons construire l’e´tude Coulomb-Volkov. Le de´veloppe-
ment des amplitudes de transition constitue ve´ritablement la base des calculs
que nous souhaitons mener. En effet, les informations auxquelles nous sou-
haitons aboutir, probabilite´s d’excitation de l’hydroge`ne ou distributions en
angle et en e´nergie et sections efficaces totales a` 1 ou 2 photons de l’he´-
lium de´coulent directement des amplitudes de transition TCV 2±fi (2.35) et
TCV 2−(1s)2 (2.66). Elles nous permettront de confirmer ou d’infirmer l’approche
Coulomb-Volkov dans le domaine des impulsions bre`ves et intenses mais aussi
de se de´placer vers un champ d’e´tude plus ouvert comme celui de la double
ionisation a` deux photons (DPI2ω) de l’he´lium. Nous verrons alors comment
nous pouvons raffiner la description en particulier pour prendre en compte,
ou du moins reproduire la re´pulsion e´lectronique. L’e´tude de cette dernie`re,
au-travers des corre´lations e´lectroniques constitue une gageure re´currente de
la physique des atomes polye´lectroniques.
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Chapitre 3
Dynamique de l’hydroge`ne atomique
en interaction avec des impulsions laser
bre`ves et intenses
3.1 Introduction
L’e´tude de la dynamique atomique que nous menons dans ce chapitreest oriente´e dans deux directions. Chacune d’elles constitue une ex-
tension du domaine d’application des me´thodes Coulomb-Volkov standard.
Tout d’abord, nous nous sommes focalise´s sur l’ionisation de l’hydroge`ne hors
condition de pertubation. L’utilisation de champs intenses implique, comme
nous l’avons de´ja` souligne´, la prise en compte du de´peuplement de l’e´tat
fondamental au cours de l’interaction. Pour des raisons de simplicite´, et en
suivant le travail de R. Gayet [141] nous avons de´bute´ cette e´tude avec une
impulsion d’e´nergie de photon supe´rieure au potentiel d’ionisation. Ceci per-
met de ne´gliger les e´ventuelles re´sonances par tous les e´tats interme´diaires de
la structure atomique. Dans ces conditions, nous allons montrer comment il
est possible de calculer le de´peuplement de l’e´tat fondamental par un syste`me
d’e´quations couple´es re´duites a` deux niveaux. Puis son application dans le
cas de l’ionisation d’un cristal pre´sentant un de´faut de structure, assimile´ a`
un atome hydroge´no¨ıde nous fournira un exemple concret. Dans un deuxie`me
temps, l’utilisation de petites e´nergies de photon infe´rieures a` la moitie´ du
potentiel d’ionisation nous a fourni un autre volet d’exploration. Il s’agit
de voir si une description Coulomb-Volkov est adapte´e aux transitions mul-
tiphotoniques pouvant intervenir entre des e´tats lie´s. Pour cela, nous nous
sommes spe´cifiquement penche´s sur les transitions entre l’e´tat fondamental
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et les deux premiers e´tats lie´s H(2s) et H(2p). Paralle`lement, nous avons
exploite´ un code de re´solution de l’ESDT sur une base de B-splines (simple-
ment de´nomme´s ESDT par la suite) fourni par E. Cormier, afin de confronter
nos re´sultats. Ces deux e´tapes peuvent constituer les premiers pas vers une
description plus large de l’ionisation de l’hydroge`ne en conside´rant non seule-
ment les transitions par des niveaux interme´diaires mais aussi des conditions
de saturation de l’ionisation, c’est-a`-dire hors perturbation.
3.2 Vers les champs intenses UV et X
Cette the´matique est d’autant plus actuelle que la production de champs
intenses UV et X devient une re´alite´ expe´rimentale. Depuis le synchrotron
jusqu’au laser a` e´lectrons libres (LEL) en passant par la ge´ne´ration d’har-
moniques, l’e´tude de la dynamique atomique en champ fort prend un essor
majeur. Il s’agit pour les the´oriciens de pouvoir re´pondre concre`tement a` cette
perspective. Comme nous l’avons de´ja` e´voque´ au paragraphe concernant la
premie`re approximation de Born (cf. §1.3.2), les conditions de perturbation
impliquent le remplacement du cœfficient ai(t) intervenant dans l’amplitude
de transition par 1. Celui-ci contient explicitement toute l’information sur
la population de l’e´tat initial (fondamental) au cours de l’interaction. Par
ailleurs, il a e´te´ de´montre´ que ces conditions restent valables tant que la pro-
babilite´ totale d’ionisation ne de´passe pas 20%. Hors conditions de pertur-
bation, il est impossible de s’affranchir du calcul de ai(t) qui nous est donne´
par la re´solution des e´quations couple´es (cf. §1.3.2). Dans le but d’e´tudier
l’ionisation de l’hydroge`ne en champ intense, et hors conditions de re´sonance
par des e´tats interme´diaires, nous pouvons re´duire cet ensemble a` deux e´qua-
tions appele´es (( e´quations couple´es re´duites )) (ECR). Elles nous permettent
un calcul rapide de ai(t) tout au long de l’interaction. Son introduction dans
un e´le´ment de transition CV2 standard, permet donc d’en e´tendre le domaine
d’application au-dela` des contraintes pre´cite´es.
3.2.1 Les e´quations couple´es re´duites
Nous regardons spe´cifiquement les transitions qui interviennent quand
ω > Ip c’est-a`-dire quand le couplage direct a` un photon de l’e´tat fondamental
de l’hydroge`ne avec le continuum est pre´ponde´rant. Ces conditions induisent
deux simplifications des e´quations couple´es (1.21) : les termes de couplage
entre l’e´tat fondamental et tous les e´tats interme´diaires mais e´galement les
couplages de type continu-continu sont ne´glige´s. En vertu de ces arguments,
les e´quations couple´es se re´duisent alors a`






ia˙~k(t) ' ai(t)V~ki(t) exp(iδ~kit)
(3.1)
ou` l’on a δ~ki = ε~k− εi. Puis, en inte´grant directement la seconde e´quation de




















′ − t)]ai(t′) (3.3)
A l’exception de l’exponentielle, tous les facteurs de l’inte´grand sont des fonc-
tions lentement variables de k. L’exponentielle est quant a` elle oscillante et ra-
pidement variable, ce qui rend sa contribution a` l’inte´grale nulle en moyenne.
Cependant, dans le cas ou` t ' t′, sa contribution est au contraire maximum
et c’est a` cet instant e´galement que nous allons conside´rer la contribution
maximum de ai(t
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expression qui va nous servir dans l’amplitude de transition (1.27) ou` l’on


















et ou` l’indice supe´rieur R indique la renormalisation. Finalement, nous pou-
vons aboutir a` la formule suivante par inte´gration par parties

















Par ailleurs, nous nous sommes aussi inte´resse´s au calcul de a~k(t) repre´sentant
la population de l’e´tat final du continuum. Elle doit reproduire les transitions
a` un photon dans le cas de l’ionisation sature´e et constituer un test simple
pour ve´rifier notre approche en champ fort. Pour cela introduisons (3.5) dans



















































ou` H~ki(t) est une fonction complexe analytique. En utilisant un de´veloppe-




pouvons arriver a` une expression de a~k(t) [143]
a~k(t) ' −C
























Vers les champs intenses UV et X 89
L’utilisation de ai(t) dans l’amplitude de transition CV2 va eˆtre de´nomme´e
RCV2 par la suite et l’exploitation directe de a~k(t) sera ECR
5.
3.2.2 Application a` l’ionisation d’un cristal pre´sentant
un de´faut de structure
Des expe´riences re´centes montrent que l’ionisation d’un isolant cristallin
par une impulsion bre`ve d’un laser Titane-Saphir produit des e´lectrons e´jecte´s
d’une large gamme d’e´nergie. En particulier, une grande quantite´ d’e´lectrons
de haute e´nergie a e´te´ observe´e [144]. Bien que la plupart de ces e´lectrons
soient issus de la bande de valence, une telle transition requiert l’absorp-
tion simultane´e d’au moins deux photons. Cependant, si des de´fauts sont
pre´sents dans la structure cristalline, un photon peut eˆtre ne´cessaire pour
permettre le franchissement du gap entre ce de´faut et la bande de conduc-
tion et ainsi mener a` une forte augmentation du transfert d’e´lectrons. Avec
des intensite´s laser suffisantes, des e´lectrons de haute e´nergie peuvent ainsi
eˆtre produits par l’absorption subse´quente d’un grand nombre de photons.
Afin d’e´valuer l’efficacite´ d’un tel transfert, un mode`le simple a e´te´ mis en
place [141]. L’e´tat e´lectronique du de´faut est repre´sente´ par un atome hy-
droge´no¨ıde dont le potentiel d’ionisation est le gap de ce de´faut. Celui-ci
est donne´e a` environ 1 eV ' 3, 675.10−2 u.a. et la charge nucle´aire le re-
pre´sentant est de´finie a` Z = 0, 2711. Le transfert est donc mode´lise´ par
l’ionisation d’un atome initialement dans son e´tat fondamental et la bande
de conduction est conside´re´e comme e´tant le continuum de l’atome. De plus
les caracte´ristiques du laser sont prises pour eˆtre le plus proche possible de
l’expe´rience soit I = 1, 71.1012 W.cm−2, correspondant a` un champ e´lec-
trique de E0 = 6, 989.10
−3 u.a., une dure´e d’impulsion de τ = 1544, 32 u.a.
soit τ ' 37 fs correspondant a` 14 cycles optiques et un photon d’e´nergie
ω = 5, 696.10−2 u.a. soit ω = 1, 55 eV . Afin de s’assurer de la validite´ de
telles me´thodes, des re´sultats similaires ont e´te´ fournis par H. Bachau avec
un code re´solvant l’ESDT sur une base de B-splines (de´nomme´ e´galement
ESDT dans ce qui suit). Le calcul des densite´s de probabilite´ e´lectronique
calcule´es par les trois me´thodes sont reporte´es sur la Fig. 3.1 suivante, et
nous est donne´ par :








5Rappel : Equations couple´es re´duites















































Fig. 3.1 – Densite´ de probabilite´ d’ionisation d’un cristal pre´sentant un de´-
faut de structure, calcule´e par ESDT (rouge), RCV2 (bleu) et ECR (noir).











































Nous pouvons constater que les trois approches s’accordent bien pour le
premier pic ATI. Cependant, il est clair que les pre´dictions ECR sont plus
proches de celles RCV26 que de celles ESDT. On peut remarquer de petites
6Rappel : Renormalized Coulomb-Volkov
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diffe´rences entre les pre´dictions ESDT et les autres en particulier sur l’aile
gauche du premier pic, pre`s du seuil d’ionisation. Ceci peut eˆtre attribue´ a`
la faible influence des e´tats de Rydberg qui sont ignore´s dans les traitements
RCV2 et ECR. De plus, le fond continu des spectres est identique pour RCV2
et ECR jusqu’au pied du second pic. Ceci confirme le fait qu’il est comple`-
tement ge´ne´re´ par des transitions a` un photon issu des ailes de ce pic. Bien
que les trois me´thodes soient en accord pour la transition a` un photon elles
diffe`rent pour le cas a` deux photons. L’essentiel des de´saccords sur la magni-
tude du fond continu entre les pics mais aussi du deuxie`me pic entre RCV2
et ESDT peut eˆtre attribue´e a` la le´ge`re diffe´rence de de´finition du champ
laser. En effet, dans le cas ESDT, il est calcule´ par rapport a` la de´rive´e d’un




f(t− t0, τ) cos(ωt+ ϕ) (3.13)
De ce fait, le champ laser pre´sente un terme supple´mentaire par rapport a`
notre de´finition. Dans notre cas, nous partons plutoˆt de l’expression du champ
que nous inte´grons pour aboutir au potentiel. Cependant, nous remarquons
que pour des photons d’e´nergie plus grande que le potentiel d’ionisation, il
est tre`s facile d’obtenir des re´sultats pre´cis sur l’ionisation en champ bref en
utilisant ECR. La mise en œuvre de ce type d’approche se justifie d’autant
qu’avec de telles intensite´s, les transitions a` deux photons sont deux ordres
de grandeur au-dessous de la transition a` un photon. Elles peuvent donc
concurrencer des me´thodes plus sophistique´es si l’on se focalise uniquement
sur le premier pic d’ionisation. De`s que l’on s’inte´resse aux ordres supe´rieurs,
le recours a` une me´thode de type RCV2 s’ave`re tout aussi prometteuse en
particulier si les intensite´s deviennent suffisantes pour que les transitions
a` deux photons (voire a` un nombre plus e´leve´ de photons), deviennent du
meˆme ordre de grandeur que la transition a` un photon. Il faut toutefois se
souvenir que le de´peuplement de l’e´tat fondamental est calcule´ a` partir d’une
transition a` un photon. Ainsi, les pre´dictions de RCV2 resteront tre`s bonnes
tant que la dynamique sera domine´e par ce type de transition.
3.3 Vers les petites e´nergies de photon
Dans l’optique d’utiliser des e´nergies de photon de plus en plus petites afin
de se rapprocher de ce qui est produit dans le domaine UV, nous nous plac¸ons
a` pre´sent dans le cas ou` ω <
Ip
2
. Il devient alors ne´cessaire de regarder en
de´tail les transitions multiphotoniques entre e´tats lie´s de l’hydroge`ne et cette
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e´tude constitue un test fort de la validite´ d’un de´veloppemenent Coulomb-
Volkov. Dans ce cadre, nous nous sommes inte´resse´s a` l’excitation des deux
premiers e´tats lie´s. Nous pouvons d’ores et de´ja` avoir une ide´e du spectre de
probabilite´ car la syme´trie des fonctions d’onde va nous imposer des ordres de
transition dipolaire e´lectrique pairs ou` impairs. L’objectif est ensuite d’intro-
duire ce travail dans une the´orie plus ge´ne´rale de l’ionisation de l’hydroge`ne,
sur le mode`le MCV27 de´ja` de´veloppe´ dans [23]. Dans ce cas, il s’agit d’intro-
duire explicitement l’excitation des premiers e´tats par des transitions a` un




autres e´tats interme´diaires. Puis, de´crire l’ionisation multiphotonique subse´-
quente a` partir de chacun de ces e´tats par un traitement CV2. L’utilisation
d’e´nergie de photons telle que ω <
Ip
2
remplacerait le traitement Born I par
l’excitation multiphotonique de´crite a` l’aide d’un calcul CV2.
3.3.1 Probabilite´ d’excitation multiphotonique deH(1s)
vers H(2p) ou H(2s)
Nous allons de´river l’expression de l’amplitude (2.31) pour les transitions
de l’e´tat initial H(1s) vers les e´tats finaux H(2p) ou H(2s). Pour cela, expri-
mons les parties spatiales des fonctions d’onde intervenant dans le calcul

ϕi(~r) = ϕ1s(~r) = R10(r)Y00 (θ, φ)
ϕf (~r) = ϕ2p0(~r) = R21(r)Y01 (θ, φ)
ϕf (~r) = ϕ2s(~r) = R21(r)Y00 (θ, φ)
(3.14)
ou` l’expression de chacune des parties radiales et des harmoniques sphe´riques



















Y00 (θ, φ) =
1√
4pi
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ε2s = ε2p = −Z
8
= −0, 125





Le calcul de l’e´le´ment de transition pour chacun des cas d’excitation deH(2s)
ou H(2p) est directement lie´ au calcul de la fonction g±(t) (cf. (2.32)). Il est
d’ailleurs important de noter que si on s’inte´resse a` l’excitation, il n’est plus
pertinent de diffe´rencier le caracte`re entrant ou` sortant des fonctions d’onde.
Le calcul suivant va concerner l’amplitude d’excitation de H(2s) de´nomme´e
TCV 2+1s−2s , tout en gardant a` l’esprit que T
CV 2−
1s−2s doit nous donner exactement les
meˆmes re´sultats. Ainsi, en supprimant l’indice (( + )) pour plus de simplicite´,





i ~A(t) · ~r
)
R20(r)R10(r)Y00 (θ, φ)Y00 (θ, φ) (3.17)

































i ~A(t) · ~r − αr
)
(3.19)






Ce calcul est tre`s utile car les autres formes inte´grales auxquelles nous allons
arriver pourront se de´finir en fonction de (3.20). Ainsi, le second terme de
(3.19) s’e´crit
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En remplac¸ant (3.22) et (3.20) dans (3.19) puis le tout dans (3.18) nous
de´duisons une expression de TCV 21s−2s

























i ~A(t) · ~r
)
R21(r)R10(r)Y01 (θ, φ)Y00 (θ, φ) (3.24)







d~r r cos θ exp
(
i ~A(t) · ~r − αr
)
(3.25)




























De`s a` pre´sent le de´veloppement de ces amplitudes de transition nous me`ne
au calcul de la probabilite´ totale d’ionisation par la formule tre`s simple
P = |T |2 (3.29)
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Le calcul de ces probabilite´s a donne´ lieu a` la conception de deux codes
dont nous avons confronte´ les re´sultats a` ceux fournis par le code ESDT d’E.
Cormier.
3.3.2 Re´sultats




, ou` δ = ε2s − ε1s = 0, 375 u.a. et ω est l’e´nergie du photon de
l’impulsion laser incidente de 30 cycles optiques ; ce qui permet de conserver
une largeur spectrale relative
∆ω
ω
constante quelle que soit ω. Chacun des
graphes correspond a` une valeur particulie`re de l’amplitude creˆte du champ
e´lectrique du laser a` savoir : E0 = 10
−4 u.a. pour les Fig. 3.2 et Fig. 3.3
a), E0 = 10
−3 u.a. pour les Fig. 3.2 et Fig. 3.3 b) et E0 = 10
−2 u.a.
pour les Fig. 3.2 et Fig. 3.3 c), de´finissant les maxima d’intensite´ suivants
I = 3, 51.108 W.cm−2, I = 3, 51.1010 W.cm−2 et I = 3, 51.1012 W.cm−2.
Comme nous nous y attendions, des pics principaux de probabilite´s de tran-
sition apparaissent pour des ordres pairs et impairs selon que l’on satisfait
les conditions suivantes
{
nω = δ avec n pair pour l’excitation de H(2s)
nω = δ avec n impair pour l’excitation de H(2p0)
(3.31)
Cependant, ces conditions sont applicables uniquement lorsque deux niveaux
(i.e. H(1s) et H(2s) ou H(2p)) sont couple´s. En comparant les spectres CV2
avec ESDT, on voit clairement apparaˆıtre dans ces derniers des pics ne sa-
tisfaisant pas ces conditions. Ces pics secondaires correspondent a` des tran-
sitions quasi-re´sonantes vers d’autres e´tats interme´diaires, suivies par des
transitions vers l’e´tat final conside´re´. Ils sont rendus possibles par la largeur
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spectrale du laser, contrepartie de la dure´e limite´e de l’impulsion. Dans ce
cas, des photons localise´s sur les ailes du spectre peuvent contribuer a` l’exci-
tation. Une analyse en fin de chapitre (cf. §3.4) expliquera pourquoi de telles
diffe´rences existent. Dans les sections qui suivent, les re´sultats ESDT pre´-
sentent un champ identique a` celui employe´ dans CV2 et nous regardons le
de´tail des processus mis en jeu.
Excitation multiphotonique depuis H(1s) vers H(2p0)
Les seuls pics pre´dits par CV2 correspondent a` l’absorption directe d’un
nombre impair de photons. Tant que les transitions se produisent dans le
re´gime perturbatif, la hauteur de chaque pic doit eˆtre propotionnelle a` In
ou bien E2n0 ou` n est le nombre de photons absorbe´s. C’est exactement ce
qui peut eˆtre ve´rifie´ pour les premiers et seconds pics. Dans toutes les fi-
gures, l’accord entre ESDT et CV2 est ge´ne´ralement bon. Sur la Fig. 3.2
a), l’intensite´ est si faible que seul le pic a` un photon est pre´sent. Sur la
Fig. 3.2 c), une nette diffe´rence entre les deux calculs apparaˆıt pour le troi-
sie`me et quatrie`me pic correspondant a` une transition a` cinq et sept photons
respectivement. L’e´nergie des photons mis en jeu pour le troisie`me pic est de
0, 075 u.a. et l’absorption d’un photon supple´mentaire conduit a` l’excitation
d’un e´tat H(3s). Ainsi, la se´paration apparaissant dans le spectre ESDT est
tre`s certainement due a` un effet Stark ((( Stark splitting ))) aussi de´nomme´
se´paration Autler-Townes [146], conse´quence du couplage dipolaire fort entre
les e´tats H(3s) et H(2p). L’efficacite´ de ce de´peuplement a` un photon est
proportionnelle a`
√
I. Une se´paration similaire a e´te´ pre´dite re´cemment pour
l’ionisation d’un positronium induite par une impulsion laser bre`ve [147]. De
plus, l’absorption d’un septie`me photon me`ne au continuum. Ces deux der-
niers processus sont comple`tement pris en compte dans le traitement ESDT
au contraire des calculs CV2 (cf. §3.4). Ils sont tre`s certainement responsables
du de´peuplement important de l’e´tat H(2p) quand a` la fois, l’intensite´ du la-
ser et la population de l’e´tat H(2p) sont suffisamment e´leve´es. La situation
est beaucoup plus complique´e pour le quatrie`me pic car de nombreux autres
couplages plus difficiles a` identifier sont implique´s.
Excitation multiphotonique depuis H(1s) vers H(2s)
L’excitation du niveauH(2s) est sensiblement diffe´rente de celle deH(2p).
Les intensite´s laser conside´re´es sont identiques dans les deux cas mais les pro-
babilite´s apparaissent beaucoup plus faibles. Comme pre´ce´demment, les seuls
pics pre´dits par CV2 sont les pics principaux correspondant a` l’absorption
directe d’un nombre pair de photons et comme pre´ce´demment, la hauteur des
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pics suit la loi de puissance. Du fait des tre`s faibles probabilite´s, ESDT re-




= 4, 2, CV2 ne pre´dit correctement que les pics principaux, tandis que
des impre´cisions lie´es a` l’inte´gration nume´rique sur le temps apparaissent
dans la description du fond. De plus, les hauteurs de chaque premier pic
principal ESDT et CV2 diffe`rent d’un facteur 2 approximativement. Cette
anomalie peut e´galement eˆtre observe´e sur les Fig. 3.3 b) et c), indiquant
encore une fois que les processus indirects qui contribuent au peuplement de
H(2s) sont absents de CV2. Dans chacune des figures, de nombreuses sous-
structures apparaissent dans les re´sultats ESDT. Elles proviennent de proces-
sus multiphotoniques complexes impliquant des e´tats interme´diaires excite´s




' 0, 845 les calculs ESDT pre´sentent un pic secondaire dont la hauteur
varie comme I2, signature d’un processus a` deux photons. Si l’on regarde
l’e´nergie du photon implique´ (au centre du pic), elle est de ω = 0, 4438 u.a.
qui est tre`s proche de 0, 4444 u.a. e´nergie requise pour exciter l’e´tat H(3p).
Ainsi, ce pic peut eˆtre identifie´ comme le re´sultat de l’excitation de H(3p)
suivie par l’e´mission d’un photon d’e´nergie 0, 0694 u.a. Cette dernie`re tran-
sition est stimule´e par l’aile de basse e´nergie du spectre et me`ne a` l’e´tat
final H(2s). Cependant, l’e´nergie du premier photon localise´ tre`s loin dans
l’aile a` haute e´nergie du spectre laser explique la faible magnitude de ce pic.
Ce sce´nario est confirme´ par un calcul Born au deuxie`me ordre (Born II)
fourni par V.D. Rodriguez et reproduisant les pre´dictions ESDT pour ce pic
(cf. Fig. 3.3 a), b) et c)). L’absence d’un tel processus dans une approche
CV2 standard pourrait ne´anmoins eˆtre corrige´e par un de´veloppement de
type MCV2 adapte´ [23]. L’identification de tous les processus contribuant a`
chacun des pics secondaires s’ave`re difficile mais pourrait eˆtre rendue plus
simple par comparaison avec les pre´dictions MCV2 ou` la contribution de
chaque nouvel e´tat interme´diaire est clairement identifiable.
3.3.3 Effet de l’enveloppe sur l’excitation
Pour accre´diter l’ide´e d’une dynamique e´lectronique fonde´e sur des tran-
sitions rendues possibles par des photons des ailes de la largeur spectrale,
nous avons exploite´ le code ESDT en utilisant une impulsion d’enveloppe
gaussienne dont la largeur a` mi-hauteur est identique a` celle d’une impul-
sion en sin2 et d’intensite´ I = 3, 51.1010 W.cm−2. On voit parfaitement (cf.
Fig. 3.4 b)) que tous les processus de transitions secondaires e´voque´s au
paragraphe pre´ce´dent disparaissent. Ainsi l’enveloppe de l’impulsion joue un
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roˆle de´terminant dans la dynamique e´lectronique.






















































par CV2 (rouge) et ESDT (bleu).












































par CV2 (rouge), ESDT (bleu) et Born II (noir).




























Fig. 3.4 – Probabilite´ d’exciter l’e´tat H(2p) a), et H(2s) b), en fonction de
δ
ω
calcule´e par ESDT avec une enveloppe sin2 (rouge) et gaussienne (bleu).
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3.4 Comparaison des de´veloppements Born
et CV2 en se´ries de perturbation
Afin de mieux comprendre les me´canismes mis en jeu par une description
Coulomb-Volkov, et en particulier pourquoi les e´tats interme´daires re´sonants
doivent explicitement eˆtre pris en compte, il est inte´ressant de la comparer a
un de´veloppement de Born en se´ries de perturbation (BSP).
3.4.1 De´veloppement de Born en se´rie de perturbation
En conditions de perturbation, les ordres n de BSP correspondent a` des
transitions a` n photons. Afin de bien identifier chaque processus, de´butons






























∣∣V (t1)∣∣Φj1(t1)〉 〈Φj1(t2)∣∣V (t2)∣∣Φj2(t2)〉
· · · 〈Φjp−1(tp)∣∣V (tp)∣∣Φjp(tp)〉
(3.33)
Puis, e´crivons le champ laser sous la forme
~E(t) = α~E0(t) = αE0 sin(ωt+ ϕ)f(t)λˆ (3.34)




















∗(~r ′, t′)~r ′ · ~E0(t′)Φi(~r ′, t′)
(3.35)


















et chaque Dji e´tant de´fini comme l’e´le´ment de matrice dipolaire e´lectrique




∣∣∣~r · λˆ∣∣∣Φi(t)〉 (3.38)
A pre´sent, nous allons de´velopper le deuxie`me ordre correspondant a` un
de´veloppement CV2 standard afin de relever pre´cise´ment les diffe´rences.
3.4.2 De´veloppement CV2 en se´rie de perturbation
En suivant la meˆme de´marche, remplac¸ons l’expression du champ dans
(2.30) pour laquelle l’e´tat final est un e´tat du continuum atomique, ce qui
signifie ~k 6= ~0, par l’expression (3.34)





i(εf − εi)t+ i~k ·
∫ t
τ













Pour pouvoir de´velopper en se´rie de perturbation du parame`tre α, re´e´crivons
l’e´quation pre´ce´dente plus convenablement
TCV 2−fi = −i
∫ τ
0

















Puis le de´veloppement en se´rie de Taylor de l’exponentielle me`ne a`
TCV 2−fi = −i
∫ τ
0





















et re´duisons l’expression pre´ce´dente au deuxie`me ordre (p = 1)





















qui devient, en supposant des transitions entre e´tats lie´s, c’est-a`-dire en po-











(~r)~r · ~A−0 (t)~r · ~E0(t)ϕi(~r)
(3.43)

















En rapprochant les expressions (3.44) avec (3.36) mais e´galement (3.45) avec
(3.37) une conclusion s’impose : Γ˜ji(t) ne posse`de pas la (( me´moire )) des
transitions vers chacun des e´tats interme´daires j pour t′ ∈ [0, t] tout au
long de l’interaction avec le champ laser. Tout se passe comme si chaque
transition par chacun de ces e´tats j se produisait durant un intervalle de
temps infinite´simal, interdisant de fait toute re´sonance. De telles re´sonances
sont pre´cise´ment de´crites par le second terme du de´veloppement au second
ordre de (3.36) (cf. Annexe E).
3.5 Conclusion
Nous avons montre´ dans ce chapitre que l’application d’une me´thode
RCV2 a` l’ionisation de l’hydroge`ne atomique en conditions de forte intensite´
laser et CV2 standard pour l’excitation multiphotonique des premiers e´tats
lie´s donne de tre`s bons re´sultats. Dans un permier temps, l’introduction du
de´peuplement de l’e´tat fondamental dans l’amplitude de transition au moyen
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d’un cœfficient calcule´ a` partir des ECR a` deux niveaux est pertinente tant
que la dynamique du syste`me est domine´e par le couplage a` un photon entre
ces deux e´tats. Dans un deuxie`me temps, le calcul des probabilite´s d’exci-
tation multiphotonique de H(2s) et H(2p0) par une me´thode CV2 standard
produit e´galement de tre`s bons re´sultats et peut s’ave´rer un outil inte´ressant
pour la compre´hension du de´tail des processus implique´s. Nous avons e´ga-
lement mis en lumie`re le roˆle pre´ponde´rant de l’enveloppe temporelle sur la
dynamique d’excitation via d’autres e´tats rendus accessibles par des photons
localise´s sur les ailes de la largeur spectrale. De plus, nous avons de´montre´
que l’absence d’un terme dans le de´veloppement CV2 au deuxie`me ordre est
directement relie´ a` l’absence de transitions par des e´tats interme´diaires re´-
sonants. Nous comprenons alors pourquoi leur contribution n’est pas prise
en compte par une approche CV2 et accre´dite l’ide´e d’employer un de´velop-
pement MCV2 quand ces e´tats sont implique´s. Ainsi, la combinaison d’une
approche RCV2 avec une me´thode du type MCV2 pourrait donner lieu a`
une description de l’ionisation sur une large gamme d’intensite´s et d’e´nergies
de photon, en incluant une partie des e´tats interme´diaires. Ceci est d’autant
plus re´alisable que des calculs syste´matiques d’amplitude de transition entre
e´tats lie´s peuvent eˆtre mis en place. Le traitement se rapprocherait de fait
d’une me´thode globale. Cependant, il faudrait toujours conserver ce qui fait
l’une des spe´cificite´s essentielles d’une approche CV2 a` savoir la tre`s grande
rapidite´ des calculs. Si une description plus globale tend a` effacer ce caracte`re
pour entrer sur des e´chelles de temps comparables a` celles d’un code ESDT
cela donnerait lieu a` une compe´tition entre un traitement CV2 approche´ et
une me´thode globale. Dans ce cas, on pre´fe´rera l’utilisation d’une me´thode
globale, sauf dans le cas de syste`mes plus complexes.
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Conclusion
Le travail fourni dans cette premie`re partie nous a permis de poser desjalons pour une e´tude plus approfondie fonde´e sur l’utilisation de la
me´thode Coulomb-Volkov. Apre`s avoir revu les grands principes de l’inter-
action laser-atome, en particulier les transitions multiphotoniques pouvant
intervenir entre e´tats atomiques, et pose´ le contexte de notre approche, nous
nous sommes oriente´s vers deux grands axes d’e´tude de l’hydroge`ne. Dans un
premier temps, nous avons regarde´ comment exporter notre me´thode a` l’io-
nisation de l’hydroge`ne hors conditions de perturbation. Ceci pre´supposait
de calculer a` chaque instant de l’interaction, la population de l’e´tat fonda-
mental. En travaillant a` des e´nergies de photon telles que l’ionisation a` un
photon domine, cette population peut eˆtre facilement calcule´e a` l’aide d’un
ensemble de deux e´quations couple´es re´duites. L’introduction de ce calcul
dans une description multiphotonique de l’ionisation me`ne a` une bonne des-
cription de la densite´ de probabilite´ des e´lectrons e´jecte´s et en particulier
permet de de´crire la production d’e´lectrons de haute e´nergie dans la bande
de conduction d’un cristal et produits a` partir d’un de´faut assimile´ a` un
atome d’hydroge`ne. Par ailleurs, dans les conditions d’intensite´ ou` l’ionisa-
tion reste domine´e par la transition a` un photon, nous avons de´veloppe´ le
calcul de la densite´ de probabilite´ d’atteindre le continuum des e´quations
couple´es re´duites, et ve´rifie´ que le premier pic d’ionisation s’accordait avec
des calculs de type ESDT. Nous avons ainsi montre´ que si l’intensite´ de´-
passait les conditions de perturbations, sans toutefois devenir tre`s e´leve´e, la
dynamique ge´ne´rale d’ionisation a` un photon pouvait tout a` fait eˆtre de´crite
par un calcul tre`s simple de ce type. Dans un deuxie`me temps, nous avons
applique´ le calul des amplitudes de transitions a` l’excitation multiphotonique
des e´tats 2s et 2p de l’hydroge`ne. Dans ce cas, nous reproduisons tre`s bien les
pics de transition principaux aux ordres pairs et impairs respectivement. Par
comparaison avec des re´sultats ESDT, nous remarquons que des structures
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secondaires directement lie´es aux e´tats atomiques atteints par des photons
de la largeur spectrale du laser ne sont pas de´crites. Cependant, parmi tous
les processus intervenant lors de l’excitation, nous sommes en mesure d’iden-
tifier et d’e´valuer clairement la contribution de ceux que nous de´crivons par
un traitement CV2. Nous constatons que le cas monoe´lectronique est tout
a` fait adapte´ a` une description multiphotonique CV2 lorsque la dynamique
est domine´e par des transitions directes sans e´tats interme´diaires re´sonnants.
Nous pouvons ainsi analyser finement quels sont les processus en jeu ainsi
que leur contribution a` la dynamique ge´ne´rale. A pre´sent, l’ide´e est de re-
garder comment nous pouvons exporter ce type de traitement a` un syste`me
polye´lectronique comme l’he´lium. Pour ce syste`me, nous avons choisi de nous
re´fe´rer aux nombreux re´sultats de´ja` existants comme test de validite´ de notre
approche. Cependant, nous avons paralle`lement mene´ une e´tude sur un su-
jet plus ouvert afin de voir dans quelle mesure un traitement CV2 pouvait
fournir de nouveaux re´sultats.
Deuxie`me partie
Dynamique de l’he´lium en
interaction avec des impulsions
laser bre`ves et intenses
Introduction
Tre`s toˆt, l’e´tude de l’he´lium s’est ave´re´e fondamentale non seulementpour la Physique Atomique mais plus ge´ne´ralement parce qu’il s’agit
du syste`me a` trois corps en interaction le plus simple. La difficulte´ d’un tel
proble`me est ne´cessairement contourne´e par des approximations, de´finissant
le domaine de validite´ de chacune des techniques d’approche. Il serait tre`s long
de pre´senter exhaustivement les the´ories et expe´riences concernant l’he´lium,
nous nous contenterons donc de quelques exemples. De`s le milieu des anne´es
80, de nombreux formalismes ont e´te´ mis en place pour de´crire l’ionisation
multiphotonique par impulsions laser IR lorsque le champ devient tre`s bref.
Dans ce cas, les corre´lations e´lectroniques sont traite´es a` divers niveaux d’ap-
proximation. Ainsi, des me´thodes non perturbatives de´pendantes du temps
ont vu le jour, par exemple K.C. Kulander [148] adapte une the´orie Hartree-
Fock de´pendante du temps traitant l’e´volution temporelle des orbitales e´lec-
troniques en utilisant le champ moyen cre´e par la densite´ e´lectronique. La
fonction d’onde e´lectronique de´pendante du temps est dans ce cas repre´-
sente´e par un simple de´terminant de Slater ((( Restricted time-dependent
Hartree-Fock method ))). Diverses ame´liorations ont e´te´ propose´es, en par-
ticulier en affinant les termes de re´pulsion e´lectrostatique entre les e´lectons
par M.S. Pindzola et al. [149] ou par une approche Hartree-Fock de´pendante
du temps non restrictive, c’est-a`-dire ou` les orbitales e´lectroniques prennent
mieux en compte les effets d’e´cran [150]. Parmi les expe´riences qui ont singu-
lie`rement permis de comprendre la dynamique de double ionisation induites
par des impulsions laser IR, nous pouvons citer celle de B. Walker et al. [151].
L’ame´lioration conse´quente de la re´solution (par rapport a` [152]) met claire-
ment en e´vidence deux me´canismes d’ionisation double par BSI8 (cf. §1.3.2) :
l’un qualifie´ de (( se´quentiel )) et l’autre de (( non-se´quentiel )) via l’appari-
tion d’un de´crochage dans le taux de production d’ions He2+. Ils arrivent a`
8Rappel : Barrier suppression ionization
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la conclusion que ce processus non-se´quentiel est la conse´quence d’une recol-
lision e´lectronique, que l’on peut interpre´ter dans le cadre du mode`le en trois
e´tapes [57] (cf. §1.2.2).
A pre´sent, l’utilisation de rayonnements XUV modifie comple`tement les
processus d’ionisation. Dans ce domaine, la dynamique est domine´e par des
transitions n’impliquant que peu de photons et nous limiterons notre e´tude
a` deux cas particuliers du syste`me {he´lium+champ laser} en interaction : la
double photoionisation (DPI mais parfois appele´e photo-double-ionisation) a`
un et deux photons (en abre´ge´ DPIω et DPI2ω). Les deux e´lectrons e´jecte´s
dans le double continuum se partagent alors l’exce`s d’e´nergie apporte´ par le
ou les photons du laser. La connaissance de leurs distributions en angle, en
e´nergie ou des sections efficaces totales va nous renseigner sur les me´canismes
de DPI ainsi que sur le roˆle des corre´lations e´lectroniques. Concernant cet
aspect, il est a` noter que de`s les anne´es 60, une intense activite´ the´orique s’est
de´veloppe´e autour de la description de la structure atomique de l’he´lium, en
particulier par la mise au point de fonctions d’onde tre`s pre´cises pour l’e´tat
fondamental [153, 154, 155, 156, 157, 158]. Une bonne mode´lisation de cet
e´tat, surtout dans la manie`re dont les corre´lations sont prises en compte, est
de´terminante pour la pre´cision des calculs ulte´rieurs [159, 160, 161]. Dans
ces articles, F.W. Byron et C.J. Joachain ont de´veloppe´ la fonction d’onde
de l’e´tat initial en ondes partielles et calcule´ la section efficace de DPI qui
s’ave`re en bon accord avec les re´sultats expe´rimentaux de T.A. Carlson [162].
Mais, a` la limite asymptotique des e´nergies de photon e´leve´es, ils estime`rent
l’incertitude de leurs re´sultats a` 25%. En 1970, R.L. Brown [163] ame´liore sen-
siblement la description de l’e´tat fondamental a` l’aide des fonctions d’onde de
Hylleraas [164]. Il confirme ainsi les re´sultats de Byron et Joachain pour des
e´nergies de photon comprises entre 100 et 300 eV . De plus, ses re´sultats s’ac-
cordent bien avec un de´veloppement de Born, conside´re´ comme (( asymptoti-
quement )) exact. Bien que les conclusions soient les meˆmes, a` savoir l’emploi
indispensable d’un e´tat fondamental tre`s pre´cis concernant les corre´lations,
ces auteurs les ne´gligent dans la description du double continuum. Ce dernier
est donc simplement repre´sente´ par un produit syme´trise´ de fonctions Cou-
lombiennes non corre´le´es, chaque e´lectron subissant un champ cre´e par une
charge Z = 2. Ils s’accordent pour dire que les effets d’e´cran ainsi que l’in-
teraction e´lectronique mutuelle sont ne´gligeables sur le calcul de la section
efficace totale. De`s que l’inte´reˆt s’est porte´ sur la dynamique e´lectronique
(conjointement aux progre`s expe´rimentaux de de´tection), beaucoup d’infor-
mations ont pu eˆtre apporte´es sur les corre´lations par les distributions en
angle et en e´nergie des e´lectrons e´jecte´s (e´galement nomme´es sections effi-




∝ |Tfi|2δ(εf − εi − nω) n = (1, 2) (3.46)
Du fait de la conservation de l’e´nergie, cette distribution est cinq fois de´rive´e.
D’un point de vue pratique, les angles polaires sont tre`s souvent fixe´s et la
mesure des vecteurs d’onde ~k et ~k′ se fait dans un plan (ge´ome´trie coplanaire)
ce qui re´duit a` une section efficace en angle triplement de´rive´e (SETD). De`s
lors, les the´ories de´crivant cette SETD diffe`rent dans la manie`re de prendre
en compte les corre´lations dans l’e´tat final et peuvent se classer en trois ca-
te´gories [165]. Une premie`re classe de the´ories analytiques approche´es tend
a` de´crire le mouvement corre´le´ des trois particules dans l’espace. Nous pou-
vons citer d’une part une me´thode fonde´e sur des charges nucle´aires variables
en fonction de l’orientation et la norme des vecteurs d’onde de chacun des
e´lectrons dans le continuum de l’atome [166, 167] et de´nomme´e 2SC ((( Two
Screened Coulomb wavefunctions ))). D’autre part, une description purement
Coulombienne des corre´lations e´lectroniques [168, 169, 170, 171] de´nomme´e
3C ((( Three Coulomb wavefunctions ))) issue des travaux de M. Brauner, J.S.
Briggs et H. Klar [172] et S. Jetzke et F.H.M. Faisal [173]. Bien qu’efficaces
dans les cas particuliers de l’e´quipartition de l’e´nergie e´lectronique, elles sont
mises a` mal pour une re´partition ine´gale [174]. Enfin, nous pouvons citer
un syste`me de corre´lations mode´lise´es par une fonction gaussienne ajustable
[175]. Actuellement, la DPIω est bien comprise dans le cadre d’une me´thode
CCC adapte´e [176, 177, 76, 77] qui constitue un exemple de la seconde classe
des approches, de type comple`tement nume´riques. Dans ce contexte e´gale-
ment, nous pouvons e´voquer une me´thode fonde´e sur les B-splines transpo-
se´e a` l’e´tude de l’he´lium [178, 179]. La dernie`re classe d’approches regroupe
celles fonde´es sur la the´orie de Wannier [180] adapte´e a` l’e´tude pre`s du seuil
de double ionisation [181, 182, 183, 184, 185], ou` il est attendu que les e´lec-
trons e´mergent de manie`re pre´dominante dans des directions oppose´es. De
nombreux travaux sont aujourd’hui engage´s dans ce sens [186, 187, 188].
Expe´rimentalement, nous pouvons nous rapprocher des re´sultats de O.
Schwarzkopf et al. [189] utilisant un rayonnement synchrotron suffisamment
e´nerge´tique pour ioniser doublement avec un photon et regarder l’e´mission
angulaire des e´lectrons. L’inte´reˆt est cible´ sur la re´partition de l’exce`s d’e´ner-
gie entre chacun des e´lectrons, en particulier les cas a` l’e´quipartition [190].
Ces re´sultats peuvent eˆtre comple´te´s par une e´tude de l’e´jection des e´lec-
trons pre`s du seuil d’ionisation [191]. Les figures d’e´jection ainsi produites
pre´sentent des profils en lobe tre`s particuliers dont nous de´taillerons la struc-
ture a` l’e´quipartition a` partir de conside´rations sur la syme´trie des fonctions
d’onde. Puis, l’utilisation de la nouvelle technique de de´tection des ions de
recul ((( Cold-Target Recoil-Ion Momentum Spectroscopy )) ou COLTRIMS
114 Introduction
[10]) a permis des mesures bien plus pre´cises et dans un plus grand nombre de
configurations angulaires et e´nerge´tiques. De nouveaux profils angulaires ont
alors pu eˆtre observe´es [192, 193]. Enfin, l’utilisation de photons de tre`s haute
e´nergie met a` jour diffe´rents me´canismes sous-jacents a` la DPIω [194, 195], et
sur lesquels nous reviendrons e´galement. Ces quelques re´fe´rences ont pour but
de souligner l’abondance de re´sultats sur la DPIω et le bon accord expe´rience
the´orie.
En revanche, pour le cas a` deux photons, quand ω > 2 u.a. l’analyse
est rendue plus complique´e par la compe´tition entre deux processus : l’ab-
sorption (( directe )) ou (( se´quentielle )). La DPI2ω demeure encore un sujet
largement ouvert car les re´sultats the´oriques divergent. L’essentiel des tra-
vaux disponibles se focalisent sur le calcul des sections efficaces par diverses
me´thodes [178, 196, 197, 198, 199, 200, 201, 202, 179] ou sont extraites des
re´sultats expe´rimentaux [6, 3]. Aucune distribution angulaire expe´rimentale
n’est actuellement disponible, nous ne disposons a` ce propos que quelques
re´sultats the´oriques [199, 201, 202]. L’enjeu est de taille et le but de cette
partie est de savoir dans quelle mesure un de´veloppement Coulomb-Volkov
pourrait se situer dans ce nouveau champ d’etude. Ainsi, a` partir de l’ex-
pression de l’amplitude de transition de base e´tablie au chapitre 2, nous nous
proposons au chapitre 4 d’en de´duire la densite´ de probabilite´ et de l’exploi-
ter sur trois aspects : la distribution en angle, en e´nergie et la section efficace
totale. En outre, nous allons mener de front les cas a` un et deux photons afin
de mettre en e´vidence les ame´liorations successives que nous envisageons sur
chacune des situations. Il faut cependant signaler d’emble´e les limitations
intrinse`ques auxquelles nous nous attendons. La premie`re est l’absence de
corre´lations e´lectroniques dans l’e´tat final. Cette limitation est pourtant a`
la base de la question suivante : quelle peut eˆtre l’influence des corre´lations
sur la dynamique ? Mais e´galement, quels sont les types de corre´lations qui
jouent un roˆle ? Bien que nous pre´supposons l’importance de ce point, nous
nous efforcerons de re´pondre a` cette question au chapitre 5 en mettant en
place successivement des syte`mes corre´le´s inspire´s des me´thodes 2SC et 3C.
La seconde question que nous nous sommes pose´s est l’importance de l’e´tat
fondamental dans une telle dynamique. Le niveau d’approximation que nous
faisons dans notre mode`le de base est-il suffisant pour repre´senter correc-
tement la dynamique d’interaction, en particulier quand l’intensite´ devient
importante ? C’est la trame du chapitre 6 dans lequel nous avons raffine´ la
description de l’e´tat fondamental par la prise en compte d’un plus grand
nombre d’orbitales atomiques afin de mieux de´crire et d’e´valuer plus en de´-
tail la contribution des corre´lations. Enfin, la troisie`me question concerne le
traitement des e´tats interme´diaires. En effet, nous avons de´montre´ que ces
e´tats n’interviennent pas dans CV2, cependant nous pouvons e´valuer leur
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influence par comparaison avec un de´veloppement Born au deuxie`me ordre.
Dans ce cadre, l’inclusion explicite de l’un de ces e´tats a` la dynamique de
DPI2ω, He+(1s,~k), est e´tudie´e au chapitre 7.
Ce travail que nous avons mene´ sur l’he´lium en interaction avec une im-
pulsion laser s’articule donc en quatre temps autour de chacune des questions
pre´cite´es. Il faut cependant garder a` l’esprit qu’une description tre`s de´taille´e
serait aussi tre`s couˆteuse en temps de calcul. Les choix qui ont e´te´ faits par
la suite, surtout a` propos des fonctions d’onde, se situent dans un objectif de
rapport description re´aliste sur temps de calcul court. Ceci afin de toujours
conserver la rapidite´ de nos calculs, spe´cificite´ d’une approche CV2.
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Chapitre 4
La double photoionisation de l’he´lium
a` un et deux photons
4.1 Introduction
Ce chapitre a pour but de placer le cadre de notre e´tude : nous de´tailleronsles diffe´rents me´canismes qui constituent la DPI de l’he´lium a` un et
deux photons, afin de pouvoir les identifier plus facilement dans le traitement
CV2 qui suit. Nous allons donc de´velopper une approche de base et regarder
a` partir des re´sultats le degre´ d’approximation que ce traitement peut nous
fournir. Il s’agit de se donner un premier point de repe`re sur lequel nous nous
appuierons pour ensuite ame´liorer la description. Commenc¸ons tout d’abord
par regarder en de´tail quels sont les me´canismes qui constituent la DPI.
4.2 Les me´canismes de la DPI
La DPI d’un atome d’he´lium par absorption d’un ou` deux photons d’une
meˆme impulsion laser est repre´sente´e par les re´actions suivantes
He+ ω → He2+ + e−~k + e
−
~k′




Nous n’e´tudierons pas de cas ou` ces deux processus peuvent intervenir si-
multane´ment car les e´nergies des photons du laser en jeu dans chaque cas
sont tre`s diffe´rentes et nous choisirons des e´nergies s’affranchissant de toute
ambigu¨ıte´ concernant ces me´canismes. Nous remarquons imme´diatement que
la re´pulsion e´lectrostatique joue un roˆle fondamental tant dans la structure
atomique que lorsque les deux e´lectrons sont e´jecte´s dans le continuum.
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4.2.1 La double photoionisation a` un photon : DPIω
Il s’agit de l’inte´raction de He avec un photon du champ laser. Ce dernier
apporte suffisamment d’e´nergie pour franchir le potentiel de double ionisation
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Fig. 4.1 – Repre´sentation sche´matique de la DPIω.
Dans le cadre d’un mode`le a` e´lectrons inde´pendants, la DPIω ne peut pas se
produire. En effet, d’un point de vue formel, des recouvrements entre e´tats
lie´s et du continuum de He pre´sentant des charges nucle´aires identiques ap-
paraissent. Ces recouvrements sont nuls du fait de l’orthonormalisation des
fonctions d’onde. Par ailleurs, l’e´tude de la section efficace ge´ne´ralise´e ne
peut pas rendre compte de chacun des me´canismes individuels sous-jacents
a` la DPI. Ainsi, le recours a` des sections efficaces diffe´rentielles permet de
mettre en lumie`re des processus plus subtils. La distinction se fait sur deux
crite`res essentiels : l’e´nergie des photons mis en jeu et les profils de distri-
bution en e´nergie et en angle. Ces derniers, vont eˆtre e´tudie´s a` l’aide de la
densite´ de probabilite´ en e´nergie et en angle dont nous avons parle´ en intro-
duction. L’objectif est de distinguer l’orientation pre´fe´rentielle d’e´jection des
e´lectrons lors de l’ionisation car elle est la conse´quence directe d’effets pure-
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ments classiques comme les corre´lations e´lectroniques ou quantiques comme
la relaxation sur les nouveaux e´tats propres de l’atome. Comme nous l’avons
souligne´, elle de´pend de six parame`tres qui sont les coordonne´es des vecteurs
d’onde de chacun des e´lectrons dans le double continuum de l’atome (cf.
Fig. 2.1 §2.5.1) et est directement relie´e a` l’amplitude de transition et a` la
probabilite´ totale par les relations suivantes

D(k, k′, θk, θk′ , φk, φk′) = |T |2 Ω = (φ, θ)









La conservation de l’e´nergie ainsi que la ge´ome´trie coplanaire de l’e´tude re´-
duisent cette densite´ a` la SETD9. Elle repre´sente donc un outil essentiel
dans la compre´hension de la dynamique. Si nous voulons appre´hender quels
sont les phe´nome`nes inclus dans une description Coulomb-Volkov, il est ne´-
cessaire de les distinguer pre´alablement. Nous trouvons dans la litte´rature
une nomenclature de´finissant chacun des me´canismes de la DPI d’un point
de vue phe´nome´nologique. Plusieurs repre´sentations sont utilise´es, et nous
avons choisi d’en donner une version qui nous semble la plus pe´dagogique
[203]. Cependant, comme les corre´lations sont un e´le´ment fondamental de la
dynamique, il apparaˆıt ne´cessaire de regarder avant tout ce point en de´tail.
Les corre´lations {e´lectron-e´lectron}
Le terme d’interaction {e´lectron-e´lectron} intervient directement dans le
Hamiltonien sous la forme d’un ope´rateur I12 (cf. §1.4.1) de´pendant des vec-
teurs positions ~r1 et ~r2 de chaque e´lectron mais e´galement de l’angle Θ12 de´fini
entre chacun de ces vecteurs (cf. Fig. 1.8 §1.4.1). Nous pouvons l’exprimer
sous la forme d’un de´veloppement en polynoˆmes de Legendre







ou` r< et r> sont respectivement la valeur minimale et maximale du couple
(r1,r2). Rappelons que si l’on ne´glige totalement cette interaction dans l’e´tat
initial et l’e´tat final de l’atome, la DPIω est nulle. Le de´veloppement a`
l’ordre 0 sur ` va nous donner un terme purement (( radial )) puisque l’on
a P`=0(cosΘ12) = 1, qui est assimile´ a` des effets d’e´cran. Le de´veloppement
9Rappel : Section efficace triplement de´rive´e
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aux ordres supe´rieurs, de´pendant explicitement de Θ12, inclut e´galement des
corre´lations de type (( angulaire )) couplant des moments ` diffe´rents.
Le TS1 : Two-Step-One
Une vue simple du TS1 serait l’interaction de l’un des e´lectrons avec le
champ laser, puis son e´jection de la structure atomique. Lors de ce (( tra-
jet )) au sein de l’atome, l’e´jection de l’autre e´lectron se produit via l’in-
teraction (ou collisions) {e´lectron-e´lectron}. Cette hypothe`se est fortement
accre´dite´e par la proportionalite´ entre la section efficace de double ionisation
par impact d’e´lectron de He+ et le quotient de la section efficace de DPI sur
la section efficace totale en fonction de l’exce`s d’e´nergie apporte´e par la col-
lision. Cette proportionalite´ est observe´e tant expe´rimentalement [204] que
the´oriquement [205]. Dans le cas du TS1, les corre´lations se produiraient a`
des e´chelles de temps tre`s courtes (subfemtoseconde) et confine´es dans une
petite re´gion de l’espace proche du nuage e´lectronique. Cet effet peut eˆtre in-
terpre´te´ classiquement par la re´pulsion e´lectrostatique agissant entre chaque







Fig. 4.2 – Repre´sentation sche´matique du TS1.
Il est e´vident que sur cette figure, la repre´sentation est arbitraire et qu’en
particulier, les e´lectrons sont soumis a` l’interaction avec le noyau non repre´-
sente´e. Notons qu’une description qui ne prendrait pas en compte les corre´la-
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tions angulaires, se priverait de facto de ce me´canisme dominant jusqu’a` un
exce`s d’e´nergie de 450 eV [206].
Le Shake-off
Si l’un des e´lectrons est extrait brutalement par un photon d’e´nergie e´le-
ve´e (conside´re´ dans l’approximation soudaine) la fonction d’onde de l’e´lectron
restant doit eˆtre projete´e sur les nouveaux e´tats propres de l’atome. Du fait
qu’une part de ces e´tats se situent dans le continuum, l’e´lectron restant pos-
se`de alors une probabilite´ de se retrouver e´jecte´ a` son tour ((( Shake off ))),
lors de ce processus de relaxation. La Fig. 4.3 sche´matise ce processus, l’e´tat




Fig. 4.3 – Repre´sentation sche´matique du Shake-off.
Il s’agit d’un effet purement quantique dominant au-dela` de 450 eV d’exce`s
d’e´nergie [206].
4.2.2 La double photoionisation a` deux photons : DPI2ω
La DPI2ω se compose de plusieurs processus semblables a` ceux de la
DPIω. Cependant, il faut noter une diffe´rence fondamentale car nous avons
parle´ de deux processus a` priori possibles, (( direct )) et (( se´quentiel )). Bien
que tous deux interfe`rent pour ω > 2 u.a., on peut privile´gier l’action de
l’un d’eux par un choix judicieux de l’e´nergie des photons incidents. Comme
nous le verrons par la suite, le calcul de base de la DPI2ω fait apparaˆıtre
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le produit de deux amplitudes repre´sentant le couplage dipolaire entre les
orbitales de type 1s et un continuum de type kp. Ce produit est non nul dans
un mode`le a` e´lectrons inde´pendants contrairement a` la DPIω. Cependant,
dans le cas ω < 2 u.a., la corre´lation dans l’e´tat initial He(1s)2 joue un roˆle
important car elle permet e´nerge´tiquement la DPI2ω. On s’attend donc a`
une contribution diffe´rente des corre´lations dans la DPIω et DPI2ω.
DPI2ω directe et se´quentielle
La Fig. 4.4 suivante repre´sente le cas ou` ces deux processus coexistent
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Fig. 4.4 – Repre´sentation sche´matique de la DPI2ω directe et se´quentielle.
Dans le cas direct, l’absorption simultane´e de deux photons ame`ne suffisam-
ment d’e´nergie pour ioniser doublement l’atome. Dans l’autre cas, l’absorp-
tion du premier photon me`ne a` l’ionisation simple. Puis, un processus de
relaxation permet a` l’ion re´siduel de se retrouver dans un e´tat fondamental
de He+ et enfin l’aborption du second photon me`ne a` la double ionisation.
Dans sa formulation de base, la the´orie Coulomb-Volkov n’est efficace que
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pour de´crire des transitions ne mettant pas en jeu le passage par des e´tats
interme´diaires. S’ils contribuent effectivement, de tels passages doivent eˆtre
introduits explicitement dans le calcul. Nous allons alors nous fixer pour ob-
jectif l’e´tude de la DPI2ω de l’he´lium quand seul le processus direct contri-
bue, et nous nous placerons pre´alablement dans des cas e´loigne´s de toutes
re´sonances par e´tats interme´diaires lie´s. Ainsi, il sera possible d’appre´cier le
roˆle des corre´lations dans l’e´tat final par la mise en place d’une mode´lisa-
tion adapte´e. De plus, un seul chemin quantique intervient, ce qui facilite
grandement l’exploitation des re´sultats en e´liminant les possibilite´s d’inter-
fe´rences par le processus se´quentiel ou les e´tats de la structure atomique.
Nous devons donc imposer des contraintes sur l’e´nergie des photons qui per-
mettent a` ce seul processus direct de dominer. En effet, l’e´nergie apporte´e
par l’ensemble des deux photons doit eˆtre au minimum suffisante pour at-
teindre le seuil de double-ionisation, soit ω =
∆εHe2+
2
≈ 1, 4515 u.a. avec
∆εHe2+ = 2, 9037244 u.a. d’apre`s les calculs de Pekeris [156]. L’absorption
d’un seul photon de ce type me`ne au simple continuum avec un ion re´siduel
He+(1s). En effet, atteindre le premier e´tat excite´ n = 2 de He+ requiert
ω ≥ 2, 4037244 u.a. Par ailleurs, l’ionisation subse´quente de He+(1s) ne peut
se faire que si ω ≥ 2 u.a. La double photoionisation directe ne se produira
donc seule que si l’e´nergie des photons interdit l’ionisation de He+ apre`s
relaxation. Ce qui impose ω < 2 u.a. En de´finitive, le processus direct est
garanti si
1, 4515 < ω < 2 [u.a.] (4.4)
Il est a` noter que ce raisonnement ne tient pas compte de la largeur spectrale
du laser susceptible de rendre floues les limites de cet intervalle. Si cette
largeur est assez grande, elle peut faire re´apparaˆıtre l’influence de processus
se´quentiels mettant en jeu des e´tats interme´diares tels que He+(n`) avec
n ≥ 2. Nous allons choisir dans la plupart des calculs faits les cas-type ω =
3, 3 u.a. pour la DPIω et ω = 1, 65 u.a. pour la DPI2ω. Ceci nous permet,
comme repre´sente´ par les figures pre´ce´dentes, de conside´rer des transitions
suffisamment e´loigne´es des e´tats de Rydberg de He mais aussi des premiers
e´tats excite´s de He+. De´taillons rapidement les processus implique´s dans
la DPI2ω. Nous omettrons maintenant de pre´ciser le caracte`re direct des
transitions car nous nous plac¸ons de facto dans ce contexte.
Le TS1 a` deux photons
Il s’agit exactement du meˆme processus qu’a` un photon de´crit plus haut
exepte´ que l’e´jection de l’un des deux e´lectrons se fait par absorption de deux
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photons du champ. Comme pre´ce´demment, l’autre e´jection est la conse´quence
des corre´lations e´lectroniques.
Le TS2 : Two-Step-Two
Il s’agit de l’interaction simultane´e de chaque e´lectron avec un photon. Il
faut noter que ce processus met en jeu l’interaction entre les e´lectrons car il
est e´nerge´tiquement interdit dans un mode`le a` e´lectrons inde´pendants pour
ω < 2 u.a. La question de la compe´tition entre le TS1 a` deux photons et le
TS2 est donc ouverte.
Le Shake-off
De la meˆme manie`re qu’a` un photon, il s’agit de l’absorption de deux
photons tre`s e´nerge´tiques par le meˆme e´lectron puis de l’e´jection du second
par relaxation sur les e´tats du continuum de He+. En pratique, ce cas ne
devrait pas intervenir pour la DPI2ω directe puisque nous limitons l’e´nergie
des photons a` 2 u.a.
4.3 Le de´veloppement de base de la DPI : la
densite´ de probabilite´ D(1s)2
Ce paragraphe est consacre´ au de´veloppement analytique puis a` l’exploi-
tation des distributions angulaires, e´nerge´tiques et les sections efficaces issues
de la densite´ de probabilite´ de DPI sous sa forme la plus simple. Rappelons
que nous avons repre´sente´ pour ce cas, l’e´tat fondamental par un produit
d’orbitales hydroge´no¨ıdes 1s avec une charge e´crante´e Zi = 1, 6875, et l’e´tat
final par un produit antisyme´trise´ d’une phase de Volkov et de fonctions
d’onde Coulombiennes. Pour ces dernie`res, nous supposons que les e´lectrons
e´voluent de manie`re inde´pendante dans le double continuum. Ainsi, chacun
d’entre eux subit un champ cre´e´ par une charge nucle´aire asymptotique et
fixe´e a` Zk = Zk′ = 2 . L’objectif e´tant de faciliter l’e´tude des ame´liorations qui
suivent a` l’aide d’une expression initialement plus simple a` manipuler. Cette
approche sera ensuite discute´e sur la base de comparaisons avec d’autres re´-
sultats. Regardons tout d’abord l’expression de la densite´ de probabilite´ que
l’on relie a` l’amplitude de transition via la formule
D(1s)2(k, k′,Ωk,Ωk′) =
∣∣∣T−(1s)2∣∣∣2 (4.5)
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Chaque e´lectron se trouve finalement dans un e´tat du continuum dont l’e´ner-






. Si nous souhaitons une
expression de la densite´ de probabilite´ en fonction de ces e´nergies, nous de-
vons alors utiliser
D(1s)2(ε~k, ε~k′ ,Ωk,Ωk′) = kk′ ×
∣∣∣T−(1s)2∣∣∣2 (4.6)
En se souvenant du re´sultat
|Γ(1− iν)|2 = 2piν
exp(piν)− exp(−piν) (4.7)
Nous obtenons donc a` partir de (2.66) l’expression finale de D(1s)2
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A ce stade du de´veloppement, deux remarques importantes sont a` faire. A
propos de la configuration spatiale et de la distribution en angle, on peut
noter que D ne comporte aucune de´pendance en φk et φk′ . Ceci signifie qu’il
existe une syme´trie de re´volution autour de l’axe (Oz). Naturellement, l’e´tude
de la ge´ome´trie coplanaire s’impose, puisque toutes les informations que nous
pourrons extraire de cette expression seront contenues dans cette configura-
tion. Sa ge´ne´ralisation a` l’espace se de´duit par une simple rotation. Nous
pouvons donc e´crire D(1s)2(ε~k, ε~k′ ,Ωk,Ωk′) ≡ D(1s)2(ε~k, ε~k′ , θk, θk′). Nous per-
cevons d’emble´e l’une des limitations de cette formulation puisque les figures
d’e´jections expe´rimentales et the´oriques concernant la DPIω sont en ge´ne´-
ral fonction des angles polaires et azimutaux. Cette de´pendance devra appa-
raˆıtre lors des diverses ame´liorations. Par ailleurs, rappelons que les e´lectrons
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se partagent l’e´nergie apporte´e par un ou deux photons du champ en exce`s
au-dessus du seuil de double ionisation que l’on peut re´sumer par
DPIω ε~k + ε~k′ = εHe + ω
DPI2ω ε~k + ε~k′ = εHe + 2ω
(4.9)
Il faut toutefois remarquer que nous nous plac¸ons dans le cas ou` ω est la
fre´quence centrale de la distribution spectrale de l’impulsion laser. Nous sup-
posons donc que satisfaire (4.9) est la situation physique de re´partition de
l’e´nergie entre les e´lectrons la plus probable. Ce cas constituera donc l’un des
exemples re´currents d’e´tude dans la suite du manuscrit. Pour ce qui est de la
section efficace et d’apre`s l’expression de l’annexe F, la donne´e importante
est la probabilite´ totale. Celle-ci nous est fournie en inte´grant la densite´ de





d~k′ D(1s)2(k, k′, θk, θk′) (4.10)
D’ou` nous tirons une expression de la probabilite´ en fonction deD(1s)2(ε~k, ε~k′ , θk, θk′)














D(1s)2(ε~k, ε~k, θk, θk′)
(4.11)
Ce qui nous donne en utilisant (4.8)
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Dans l’expression pre´ce´dente, le dernier terme du facteur entre accolades fait
re´fe´rence a` celui qui le pre´ce`de dans lequel k est remplace´ par k′.
4.3.1 Double ionisation a` un photon
Dans ce paragraphe, nous pre´sentons les re´sultats que nous avons obtenus
avec des codes calculant la densite´ de probabilite´ (4.8) et la probabilite´ (4.12).
Dans l’absolu, ils sont capables de calculer tous les ordres directs de transi-
tion multiphotoniques. Mais nous les avons limite´s aux calculs a` un photon,
afin de pouvoir comparer aux nombreux re´sultats de´ja` publie´s sur la DPIω.
Ainsi, nous avons fait le choix des parame`tres laser suivants : E0 = 10
−3 u.a.
ce qui correspond a` une intensite´ de I0 ' 3, 51.1010 W.cm−2 et nous assure de
travailler dans le re´gime perturbatif. L’impulsion laser pre´sente une e´nergie
de photon de ω = 3, 3 u.a. et 30 cycles optiques, ce qui correspond a` une
dure´e d’impulsion d’environ 1,4 fs. Pour comprendre quels sont les me´ca-
nismes de´crits par cette densite´, revenons en de´tail sur l’e´quation (2.57) qui
a l’avantage d’eˆtre claire. Nous allons raisonner uniquement sur le premier
terme entre crochets, car le meˆme genre d’analyse est applicable au second
terme. La transition a` un photon implique un de´veloppement a` l’ordre 0 des





































De`s lors, la premie`re inte´grale repre´sente bien l’absorption d’un photon et l’io-
nisation de l’atome, la seconde est simplement le recouvrement de la fonction
d’onde de l’e´lectron restant avec celle du continuum. Un tel recouvrement se
retrouve dans le Shake-off, mais ce processus produit un e´lectron qui emporte
la quasi-totalite´ de l’e´nergie en exce`s. Ce qui n’est, on le verra plus tard, pas
le cas ici. On peut donc voir que la densite´ D(1s)2 contient naturellement l’io-
nisation de l’he´lium par un photon, et un processus de relaxation apparente´
au Shake-off de l’autre e´lectron menant ainsi a` la double ionisation. Le TS1
n’est pas de´crit puisque les corre´lations angulaires sont ignore´es. Ainsi, en
termes de moment angulaire `, si l’on regarde le couple (`, `′) de ce syste`me
die´lectronique, le seul canal ouvert par cette description lors de l’ionisation a`
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un photon est (0, 0) dans la voie initiale vers (0, 1) dans la voie finale. A partir
de cette densite´, nous nous sommes engage´s sur une e´tude syste´matique des
distributions en angle et en e´nergie pour chacun des cas a` un et deux pho-
tons. Nous ne pre´senterons ici que quelques cas particuliers afin de ne pas
alourdir inutilement le manuscrit, mais il est e´vident que de tre`s nombreuses
configurations peuvent eˆtre explore´es. Tous les graphes sont regroupe´s en fin
de paragraphe.
Distribution angulaire
Les re´sultats qui suivent ont e´te´ produits en e´tudiant un e´chantillon
de 10 couples d’e´nergie (ε~k,ε~k′) se re´partissant l’exce`s d’e´nergie entre 0 et
0,45 u.a10. et satisfaisant la conservation de l’e´nergie (4.9). Puis, nous avons
fixe´ la direction d’e´jection du (( premier )) e´lectron, symbolise´e dans les fi-
gures par la fle`che noire, par rapport a` la direction de polarisation symbo-
lise´e par la fle`che rouge et que nous avons fait varier l’angle d’e´jection du
(( second )) e´lectron entre 0o et 360o. Nous parlerons abusivement de (( pre-
mier )) ou (( second )) e´lectron bien qu’il n’existe pas de se´quencement lors de
la double ionisation et qu’il ne soit pas possible de les distinguer. Une cor-
respondance e´nergie-couleurs des courbes que l’on retrouvera dans chacun
des graphes a e´te´ e´tablie, nous la pre´sentons ici afin de ne pas surcharger la
le´gende (en u.a.)
On observe que l’essentiel des figures est concentre´ dans une couronne res-
treinte, la dispersion est finalement assez faible. Mais e´galement que l’e´jection
du second e´lectron se fait pre´fe´rentiellement dans la direction de polarisation
de la lumie`re et donc essentiellement dans le demi-plan d’e´jection du pre-
mier e´lectron (cf. Fig. 4.6 a)). Le fait de changer la direction d’e´jection du
premier e´lectron n’affecte qu’en magnitude le profil d’e´jection du second (cf.
Fig. 4.6 b)). Plus on se rapproche d’une e´jection vers 90o plus l’e´jection du
second e´lectron s’amenuise mais reste oriente´e suivant l’axe de polarisation
(cf. Fig. 4.6 b)) et l’on peut remarquer les pre´mices d’un lobe a` θk′ = 180
o.
Le cas le plus inte´ressant est celui ou` le premier e´lectron est e´jecte´ a` θk = 90
o
(cf. Fig. 4.6 c)) ou` les lobes sont absolument syme´triques, traduisant l’e´qui-
probabilite´ de l’e´jection de l’autre dans les deux directions de l’axe de po-
larisation. Cependant, pour le cas ε~k′ = 0, 45 u.a. (courbe rouge) est le seul
qui e´chappe a` cette hypothe`se. Par ailleurs, nous avons ve´rifie´ qu’il existe
une syme´trie des profils d’e´jection par rapport a` l’axe perpendiculaire a` la
direction de polarisation pour tous les cas ou` θk > 90
o. Cette premie`re ap-
proche me`ne a` des re´sultats pre´disant une e´jection pre´fe´rentielle dans l’axe de
10Cette valeur est obtenue en tenant compte de l’e´nergie du photon fixe´e a` 3, 3 u.a. et
de l’e´nergie de l’e´tat fondamental fixe´e pour le cas H(1s)2 a` ε(1s)2 = −2, 8476562 u.a.
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(εk = 0; εk′ = 0, 45)
(εk = 0, 05; εk′ = 0, 4)
(εk = 0, 1; εk′ = 0, 35)
(εk = 0, 15; εk′ = 0, 3)
(εk = 0, 2; εk′ = 0, 25)
(εk = 0, 25; εk′ = 0, 2)
(εk = 0, 3; εk′ = 0, 15)
(εk = 0, 35; εk′ = 0, 1)
(εk = 0, 4; εk′ = 0, 05)
(εk = 0, 45; εk′ = 0)
Fig. 4.5 – Correspondance couleur-e´nergie des couples (ε~k,ε~k′) des courbes
de densite´ pour ω = 3, 3 u.a. et ε(1s)2 = −2, 8476562 u.a.
polarisation et oriente´e dans le sens du premier e´lectron (par exemple quand
celui-ci est e´mis suivant θk = 0
o). Ils sont en contradiction avec toutes les
expe´riences [189, 191, 192, 195] qui montrent l’e´jection du second e´lectron
dans le demi-plan oppose´ a` celui contenant l’e´jection du premier e´lectron. La
re´pulsion e´lectrostatique devrait en effet interdire une telle configuration et
l’absence de corre´lations angulaires est directement a` l’origine de ce re´sul-
tat. Par ailleurs, nous ve´rifions qu’a` l’e´quipartition avec premie`re e´jection a`
θk = 0
o (cf. Fig. 4.6 d)), il ne peut y avoir d’e´mission a` θk′ = 180
o. Cette
caracte´ristique s’explique par des conside´rations sur la parite´ des fonctions
d’onde. L’indiscernabilite´ des e´lectrons implique que les fonctions d’onde sa-
tisfont la condition f(~k1, ~k2) = f(~k2, ~k1). De plus, l’inversion de syme´trie
donne f(~k1, ~k2) = −(−1)Pf(−~k1,−~k2) ou` P est la parite´ de l’e´tat initial. Sup-
posons l’e´jection d’un e´lectron a` θk = 0
o et l’autre a` θk′ = 180
o avec la meˆme
e´nergie, ce cas implique ~k1 = −~k2 = ~k d’ou` f(~k,−~k) = −(−1)Pf(~k,−~k) et si
P est pair, f(~k,−~k) = 0 [207]. Nous sommes exactement dans ce cas puisque
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l’e´tat initial se trouve eˆtre de syme´trie (1s)2.
Du fait de l’absence de corre´lations dans l’e´tat final, il n’y a aucune in-
terdiction a` ce que les e´lectrons soient e´mis dans la meˆme direction et avec
la meˆme e´nergie. Les calculs de base nous me`nent donc a` des situations non-
physiques. La forme en lobe est due a` la contribution des orbitales de syme´trie
p du continuum, impose´es par les re`gles de se´lection lors de l’absorption d’un
photon. Celles-ci pre´sentent une de´pendance en cos θ et par conse´quent, la
densite´ est explicitement fonction de cos2 θ ; c’est ce facteur qui est a` l’origine
de ce profil.
Distribution en e´nergie
Les re´sultats sur la distribution en e´nergie (cf. Fig. 4.7) sont obtenus
en fixant dans (4.8) l’angle d’e´jection θk du premier e´lectron a` 0
o (dans la
direction de polarisation), son e´nergie (pour chacune des valeurs donne´es
dans la Fig. 4.5) et l’angle d’e´jection du second e´lectron. Cela signifie que
l’on se de´place tout au long de la distribution en angle du premier graphe
(cf. Fig. 4.6 a)) et que l’on calcule la distribution en e´nergie pour quelques
valeurs de θk′ choisies entre 0 et 180
o. La distribution en e´nergie est e´value´e en
faisant varier ε~k′ entre 0 u.a. et 0,45+∆ε u.a. Cette correction ∆ε correspond
au surplus d’e´nergie qui peut eˆtre apporte´ par la largeur spectrale du laser.





ou` τ est la dure´e de l’impulsion. Nous pouvons ve´rifier que chaque distribu-
tion du second e´lectron est bien centre´e sur la conservation de l’e´nergie. La
largeur constante de chacune d’elles est directement lie´e a` la largeur spectrale
du laser. De plus, on peut remarquer une relative uniformite´ dans les distribu-
tions en e´nergie, et ce jusqu’a` θk′ = 90
o (cf. Fig. 4.7 a), b), c)). Ceci confirme,
surtout pour le premier graphe, la pre´diction d’un cas non-physique ou` les
deux e´lectrons sont e´mis dans la meˆme direction et avec la meˆme e´nergie. Par
ailleurs, nous pouvons constater que l’angle d’e´jection influe fortement sur le
calcul des distributions en e´nergie. De`s que l’on se rapproche d’une e´jection a`
l’oppose´ du premier e´lectron, les distributions s’atte´nuent rapidement et, les
distributions extreˆmes ε~k′ = 0 u.a. (courbe noire) et ε~k′ = 0, 45 u.a. (courbe
rouge), ou` le second e´lectron emporte soit aucune partie soit la quasi-totalite´
de l’e´nergie en exce`s, deviennent pre´ponde´rantes (cf. Fig. 4.7 d)).
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Section efficace
Les calculs que nous avons effectue´s sont compare´s a` ceux re´fe´rence´es
dans l’article de M. Pont et R. Shakeshaft [208] (cf. Fig. 4.8). Bien que les
re´sultats sur les distributions angulaires et e´nerge´tiques ne soient pas sa-
tisfaisants du fait de l’absence de corre´lations, la section efficace pre´sente
quant a` elle un bon accord. Les calculs co¨ıncident pre`s du seuil de double
ionisation, puis les re´sultats CV2 ont tendance a` s’e´carter et a` le´ge`rement
sous-estimer ces calculs de re´fe´rence au-dela` de ω = 3, 5 u.a. Il est assez
surprenant de constater qu’une description non-physique a` l’e´chelle des dis-
tributions en angle et en e´nergie donne des re´sultats tout a` fait inte´ressants
a` l’e´chelle de la section efficace. Cette conclusion est de´ja` sugge´re´e dans [160]
ou` les auteurs estiment que les corre´lations dans l’e´tat final jouent un roˆle
ne´gligeable. Cette e´tude nous apporte toutefois une certitude : il existe deux
niveaux distincts d’appre´ciation de la DPIω, celui des distributions ou` le roˆle
des corre´lations est absolument essentiel et celui de la section efficace ou` il
ne l’est pas. Si on e´carte un accord fortuit, on peut avancer l’hypothe`se que
notre mode`le repre´sente bien le me´canisme (( primaire )) de double e´jection
mais pas la redistibution de ce flux via l’interaction de configuration (notam-
ment angulaire) puisque cette voie est absente. Ainsi, on aurait une section
efficace totale correcte alors que les distributions en angle et en e´nergie ne le
sont pas.






































































































θk = 0(θk = 180(
Fig. 4.6 – Distribution CV2 en angle de la DPIω avec He(1s)2 et e´tat final
non corre´le´ ω = 3, 3 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur
les couleurs).
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Fig. 4.7 – Distribution CV2 en e´nergie de la DPIω avec He(1s)2 et e´tat final
non corre´le´ ω = 3, 3 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur
les couleurs).
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Fig. 4.8 – Section efficace totale de DPIω calcule´e par CV2.
4.3.2 Double ionisation a` deux photons
Il s’agit des meˆmes calculs que pre´ce´demment, adapte´s aux transitions a`
deux photons. Par analogie, analysons quels sont les processus de´crits par
notre de´veloppement CV2. Pour cela, reprenons de la meˆme manie`re les ex-
pressions (2.57). La premie`re possibilite´ pour que des transitions a` deux pho-
tons aient lieu, consiste a` de´velopper la premie`re exponentielle a` l’ordre 0










































ou` l’on voit apparaˆıtre l’absorption d’un photon par chaque e´lectron, me´ca-
nisme correspondant au TS2 (cf. §4.2.2). Ce processus produit deux e´lectrons
de syme´trie p et le canal le repre´sentant est (0, 0)
2ω−→ (1, 1). La seconde pos-
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sibilite´ est le de´veloppement de la premie`re exponentielle a` l’ordre 1 puis la











































ce qui de´crit, comme pour le cas a` un photon, l’e´jection d’un e´lectron par
absorption de deux photons et le recouvrement de l’autre e´lectron re´siduel
avec un e´tat du continuum. Ici, ce processus produit un e´lectron de syme´trie
s et un autre de syme´trie s ou d (absorption de deux photons). Les canaux
correspondants sont (0, 0)
2ω−→ (0, 0) et (0, 0) 2ω−→ (0, 2). Si les fonctions d’onde
(initiales et finales) sont toutes calcule´es avec Z = 2, l’orthonormalite´ des
fonctions d’onde dans la calcul de l’inte´grale a` l’ordre 0 de (4.16) impose que
ce me´canisme d’absorption de deux photons soit nul.
Distribution angulaire
Comme nous l’avons souligne´, les seuls re´sultats sur lesquels nous nous
appuyons dans ce cas sont the´oriques. Cependant, une tendance se de´gage
car en polarisation line´aire, l’e´mission du deuxie`me e´lectron se fait pre´fe´ren-
tiellement a` l’oppose´ du premier [199, 201, 202]. Nous ne retrouvons cette
tendance que pour le cas a` θk = 0
o avec une faible distribution oriente´e dans
la direction du premier e´lectron (cf. Fig. 4.9 a)). A l’instar du cas a` un pho-
ton, changer θk n’affecte que la magnitude des lobes l’orientation privile´gie´e
e´tant toujours l’axe de polarisation (cf. Fig. 4.9 b)). Le cas a` θk = 90
o est
symptomatique puisqu’une e´jection pre´fe´rentielle se fait dans l’axe de´fini par
l’e´jection du premier e´lectron, perpendiculairement a` l’axe de polarisation (cf.
Fig. 4.9 c)). Les lobes que l’on pre´dit ne sont donc plus du tout en accord
avec les calculs pre´sente´s dans les articles re´fe´rence´s plus haut. Ces profils
angulaires sugge`rent, comme dans le cas a` un photon, qu’une configuration
en cos2 issue d’une syme´trie p est responsable de cette re´partition. La pro-
duction d’une telle syme´trie dans l’e´tat final ne peut eˆtre que la conse´quence
du processus d’absorption d’un photon par chaque e´lectron (TS2) c’est-a`-
dire le canal (0, 0)
2ω−→ (1, 1). Dans ce cas, le profil devrait eˆtre strictement
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syme´trique. C’est ce qui est ve´rifie´ par les Fig. 4.9 e) et f) ou` l’on a arbi-
trairement pose´ la charge nucle´aire de l’e´tat initial e´gale a` 2 (a` mettre en
lien avec les Fig. 4.9 a) et b)). Ainsi, le recouvrement a` l’ordre 0 de (4.16)
s’annule du fait de l’orthogonalite´ des fonctions d’onde. On e´limine de fait le
processus d’absorption de deux photons par un e´lectron puis le recouvrement
de l’e´lectron re´siduel vers le continuum. Ainsi, le profil ge´ne´ral des distribu-
tions angulaires est donne´ globalement par le TS2 mais la pre´sence meˆme
faible de ce second processus a` deux photons induit une disyme´trie. Nous
mettons ainsi en lumie`re le roˆle tre`s important des corre´lations radiales dans
l’e´tat initial et nous verrons e´galement leur influence dans l’e´tat final.
Distribution en e´nergie
Hormis le cas tre`s de´favorable a` θk′ = 90
o, les distributions en e´nergie
montrent une relative homoge´ne´ite´, les cas extreˆmes e´tant le´ge`rement favo-
rise´s pour 0o > θk′ > 90
o (cf. Fig. 4.10 a)). A propos de cette meˆme figure,
nous remarquons que les cas a` l’e´quipartition (partie centrale) bien que moins
importants, sont pre´sents. Cela signifie que les cas ou` les deux e´lectrons sont
e´jecte´s dans la meˆme direction et avec la meˆme e´nergie existent e´galement.
Nous pouvons noter qu’a` partir de θk′ = 90
o (cf. Fig. 4.10 b)), la tendance
s’inverse et c’est la partie centrale de la distribution qui est privile´gie´e (cf.
Fig. 4.10 c)). Nous pouvons constater que c’est encore la pre´sence du pro-
cessus secondaire a` deux photons qui est responsable du profil prononce´ au
extre´mite´s, car s’il l’on compare aux cas ou` l’on a extrait ce processus en po-
sant comme au paragraphe pre´ce´dent Zi = 2, ce phe´nome`ne est moindre (cf.
Fig. 4.10 d) et e) a` mettre en lien avec les Fig. 4.10 a) et b)). De plus, il est
aussi responsable du changement de tendance au-dela` de θk′ = 90
o puisque
le TS2 seul ne favorise pas l’e´quipartition (cf. Fig. 4.10 f) a` mettre en lien
avec la Fig. 4.10 c)).
Section efficace
Les re´sultats que nous avons reporte´s sur la Fig. 4.11 montrent deux ten-
dances. D’une part, une collection de re´sultats indique une certaine conver-
gence : R-matrice [197], base de fonctions Sturmiennes [198], base de B-
splines [198], TDCC [199] et CCC de´pendante du temps [202]. D’autre part,
une me´thode fonde´e sur la J-matrice [200] et sur la the´orie des perturbations
de´pendante du temps a` l’ordre le plus bas [179] se situent au-dessus de ce
groupement. Enfin, les deux re´sultats expe´rimentaux disponibles [6] et [3]
donnent un point dans la premie`re re´gion de re´sultats et un autre au milieu
des deux groupes. Nous voyons tre`s clairement que les calculs CV2 sont en
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dec¸a` de toute cette collection de re´sultats. C’est inde´niablement une preuve
supple´mentaire de la ne´cessite´ d’ame´liorer la description. Contrairement au
cas a` un photon ou` les corre´lations ont un faible impact sur la section efficace
totale, il semble qu’elles jouent un roˆle dominant a` deux photons. Dans quelle
mesure interviennent-elles est une question a` laquelle nous essaierons de re´-
pondre. De plus, il ne faut pas oublier que l’absence des e´tats interme´diaires
peut expliquer pourquoi les re´sultats CV2 sous-estiment les autres calculs et
les donne´es expe´rimentales. Leur contribution reste e´galement a` e´valuer.
4.3.3 Conclusion
Nous constatons que diffe´rents degre´s d’analyse se distinguent. La section
efficace totale a` un photon (DPIω) ne ne´cessitant par exemple pas une des-
cription tre`s de´taille´e pour obtenir de bons re´sultats. A contrario, de`s que
l’on s’inte´resse aux distributions en angle et en e´nergie, il est absolument
indispensable de prendre en compte les corre´lations angulaires en particulier
pour reproduire correctement la structure en lobe. En effet, la re´pulsion e´lec-
trostatique interdit certaines configurations et me`ne a` des figures d’e´jections
ou` des orientations sont privile´gie´es. Pour le cas a` deux photons (DPI2ω), les
distributions angulaires et e´nerge´tiques ne sont pas satisfaisantes dans cette
formulation de base. La meˆme raison est a` invoquer, des cas non-physiques
sont de´crits dus a` l’absence de corre´lations angulaires. La section efficace to-
tale est infe´rieure aux re´sultats de´ja` existants, les corre´lations mais e´galement
la contribution des e´tats interme´diaires peuvent expliquer cette diffe´rence.
S’il l’on veut poursuivre l’e´tude de l’ionisation double de l’he´lium, il est alors
crucial d’ame´liorer la mode´lisation. La premie`re voie d’exploration que nous
avons entame´e est celle des corre´lations. Principalement pour permettre de ne
plus de´crire des re´sultats non physiques, prendre en compte le processus TS1
(majeur a` un photon) puisqu’il est issu de l’interaction {e´lectron-e´lectron}
et e´valuer la contribution directe des diffe´rents types de corre´lations sur les
quantite´s que l’on e´tudie.
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Fig. 4.9 – Distribution CV2 en angle de la DPI2ω avec He(1s)2 et e´tat
final non corre´le´, Zi = 1, 6875 pour a), b), c) et d), Zi = 2 pour e) et f),
ω = 1, 65 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs).



















 0  0.1  0.2  0.3  0.4  0.5  0.6  0.7



















































 0  0.1  0.2  0.3  0.4  0.5  0.6  0.7

















































































Fig. 4.10 – Distribution CV2 en e´nergie de la DPI2ω avec He(1s)2 et e´tat
final non corre´le´, Zi = 1, 6875 pour a), b) et c), Zi = 2 pour d), e) et f),
ω = 1, 65 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs).

















































Fig. 4.11 – Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par CV2.
Chapitre 5
Les roˆle des corre´lations e´lectroniques
dans l’e´tat final
5.1 Introduction
Dans ce chapitre, nous allons explorer deux approches qui se preˆtent aucontexte Coulomb-Volkov. La premie`re reproduit les corre´lations e´lec-
troniques dans l’e´tat final a` l’ordre 0 au moyen d’un e´crantage de la charge nu-
cle´aire de´pendant des vecteurs d’onde de chacun des e´lectrons dans le double
continuum. La seconde de´crit directement via une onde Coulombienne (de´-
pendant e´galement des vecteurs d’onde) l’interaction re´pulsive entre chacun
des e´lectrons, et inclut les corre´lations angulaires. Dans notre mode`le de base,
les e´lectrons du double continuum subissent l’influence de champs Coulom-
biens cre´es par des charges nucle´aires re´fe´rence´es Zk, Zk′ et e´gales a` 2. Il nous
permet toutefois de choisir arbitrairement la valeur de chacune d’elles et par
ce biais, nous allons pouvoir mettre en lumie`re l’influence des corre´lations a`
l’ordre 0.
5.2 Le mode`le a` charges variables
La mise en place d’un syste`me de charges ne de´pendant que de la vitesse
d’e´jection (ou de l’e´nergie cine´tique) de chaque e´lectron constitue la premie`re
e´tape du processus d’e´tude des corre´lations. L’hypothe`se sur laquelle on se
fonde est la suivante
Hypothe`se 6 (La charge e´crante´e)
Un e´lectron e´jecte´ avec une vitesse supe´rieure a` l’autre, subira globalement
l’influence d’un champ Coulombien e´crante´ par l’e´lectron le moins rapide
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Ce qui peut eˆtre facilement compris d’un point de vue e´lectrostatique par le
the´ore`me de Gauss. Ainsi, un mode`le dit (( variable )) de´pendant seulement
de la norme des vecteurs d’onde et donc de la vitesse de chacun des e´lectrons,
a e´te´ mis en place. Il s’agit d’une premie`re approche pour mesurer tre`s lar-
gement la contribution des corre´lations e´lectroniques. Nous allons appliquer
la condition suivante sur les charges nucle´aires lors du calcul de l’amplitude
de transition, son expression finale restant inchange´e.{
Zk = 1 et Zk′ = 2 si k > k
′
Zk = 2 et Zk′ = 1 si k < k
′ (5.1)
L’ide´e est d’avoir une proce´dure qui puisse s’affranchir d’un choix arbitraire
des charges nucle´aires comme celui des charges asymptotiques Zk = Zk′ = 2
tout en refle´tant une situation physique plus cre´dible. Cependant, nous ne
nous attendons pas a` obtenir de bons re´sultats a` propos des distributions car
aucune de´pendance angulaire n’est prise en compte. C’est pour cette raison
que nous ne pre´senterons pas de graphes a` ce propos, d’autant que nous avons
effectivement ve´rifie´ qu’aucune ame´lioration sensible n’est a` constater.
5.2.1 Double ionisation a` un photon : la section efficace
Clairement, le mode`le variable produit des sections efficaces tre`s sures-
time´es d’environ un ordre de grandeur par rapport au cas sans corre´lations
(cf. Fig. 5.1). Ceci de´montre la tre`s grande de´pendance des calculs vis-a`-
vis de la charge nucle´aire et en particulier des effets d’e´cran. Nous pouvons
comprendre ces re´sultats car le recouvrement a` l’ordre 0 intervenant dans
(4.16) se fait maintenant entre deux fonctions d’onde pre´sentant des charges
Zi = 1, 6875 et Zk = 1 ou 2. Nous avons par ailleurs ve´rifie´ que ce recouvre-
ment est plus e´leve´ dans le cas ou` Zk = 1, ainsi les re´sultats pour les sections
efficaces sont globalement supe´rieurs. Le choix des charges s’ave`re eˆtre un
e´le´ment crucial et ces re´sultats tendent a` nous faire penser qu’un syste`me de
corre´lations fonde´ sur un e´crantage de la charge nucle´aire ne repre´senterait
pas correctement la DPIω. Ceci soule`ve donc une question : y aurait-il un
optimum dans le choix des charges nucle´aires ? En effet, il semble dans ce cas
suffisant d’utiliser Zk = Zk′ = 2 si l’on est inte´resse´ par la section efficace a`
un photon.
5.2.2 Double ionisation a` deux photons : la section ef-
ficace
Le calcul de la section efficace pre´sente une ame´lioration conside´rable (cf.
Fig. 5.2). Le calcul CV2 a` charges variables pre´sente un gain d’environ un




































Fig. 5.1 – Section efficace totale de DPIω calcule´e par CV2 et e´crantage de
charge variable dans l’e´tat final.
facteur huit par rapport au calcul de base. Ceci est tout a` fait inte´ressant car
rapproche les calculs de la (( collection )) de re´sultats. Ces resultats montrent
que les corre´lations d’ordre 0 jouent un roˆle de´terminant dans le cas a` deux
photons. Cependant, tout comme le cas a` un photon, la difficulte´ vient du
choix des charges : ce syste`me variable e´tant a` priori tre`s grossier, regarder
un choix plus fin permettrait d’ame´liorer la section efficace. Nous pouvons
toutefois rapprocher nos re´sultats de ceux donne´es dans [201]. Les auteurs
emploient une me´thode CCC corre´le´e et remplacent la contribution de tous
les e´tats interme´diaires par une relation de fermeture [202]. Les re´sultats
ainsi calcule´s sont du meˆme ordre de grandeur que les notres bien qu’infe´-
rieurs d’un facteur 2. Nous observons ainsi que par rapport a` un calcul sans
e´crantage dans l’e´tat final, leur prise en compte s’ave`re de´terminante et leur
contribution d’environ un ordre de grandeur.
5.2.3 Conclusion
Il est tre`s surprenant d’observer que la mise en œuvre du mode`le de cor-
re´lations variables me`ne a` des comportements oppose´s entre les cas a` un et
deux photons. Ne´anmoins il permet de se rendre compte de l’influence du
choix des charges nucle´aires diffe´rents dans chacun des cas. Nous avons vu
que les corre´lations a` l’ordre 0 (e´crantage des charges dans le double conti-
nuum) jouent un roˆle important pour les sections efficaces totales de DPIω
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et DPI2ω. Pour la DPIω, on s’e´carte du re´sultat correct alors que l’on se rap-
proche des valeurs de´ja` calcule´es pour la DPI2ω. Ne´anmoins, dans ce dernier
cas la pente des sections efficaces ne correspond pas et nous pouvons nous
demander si l’augmentation de la section efficace est due a` une meilleure re-
pre´sentation physique du double continuum ou a` un effet nume´rique, comme
pour la DPIω. Ceci nous encourage donc a` raffiner notre mode`le pour repre´-


















































Fig. 5.2 – Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par CV2 et corre´lations
variables dans l’e´tat final.
5.3 Les corre´lations e´lectroniques : le mode`le
des charges e´crante´es 2SC
La seconde approche va permettre d’aller plus finement dans le de´tail
du choix des charges en ne conside´rant non plus uniquement un e´crantage
fonction de la valeur de l’impulsion k ou k′ (norme du vecteur ~k ou ~k′) mais
aussi les angles d’e´jections. Cette de´marche est directement issue de l’article
de D. Proulx et R. Shakeshaft [166] et peut eˆtre re´sume´e par des corrections
∆ a` apporter aux charges nucle´aires initiales{
Zk = 2−∆k
Zk′ = 2−∆k′ (5.2)
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~k′ · (~k′ − ~k)]× k′
||~k′ − ~k||3
(5.3)
Cette me´thode initie´e par M.R.H. Rudge et M.J. Seaton [209] a l’avantage
de remplir les conditions asymptotiques de´finies par Peterkop [210]. Nous




k3 − k2k′ (sin θk sin θk′ cosΦ + cos θk cos θk′)
[k2 + k′2 − 2kk′ (sin θk sin θk′ cosΦ + cos θk cos θk′)]3/2
∆k′ =
k′3 − k′2k (sin θk sin θk′ cosΦ + cos θk cos θk′)
[k2 + k′2 − 2kk′ (sin θk sin θk′ cosΦ + cos θk cos θk′)]3/2
(5.4)
Il est a` noter que la densite´ de probabilite´ de´pend de φk et φk′ par l’inter-
me´diaire de Φ = φk − φk′ . Cet angle mesure l’e´cart entre chaque plan d’e´jec-
tion. Comme nous l’avons de´ja` pre´cise´, l’e´tude des distributions se place en
ge´ome´trie coplanaire, c’est-a`-dire Φ = 0o. Cependant, pour le calcul de la
probabilite´ totale, l’inte´gration sur φk et φk′ doit eˆtre effectue´e. Nous allons
remplacer ces deux inte´grales successives couˆteuses en temps de calcul par
une seule sur Φ en utilisant le changement de variable suivant
φk −→ φk
φk′ −→ Φ = φk − φk′ (5.5)



























dont le de´terminant vaut det(J) = 1. Finalement, les inte´grations deviennent










ce qui permet d’e´conomiser une proce´dure d’inte´gration. Pre´cisons a` ce pro-
pos que les re´sultats qui suivent seront tous e´value´s pour une ge´ome´trie co-
planaire correspondant a` Φ = 0o.
5.3.1 Double Ionisation a` un photon
Distribution angulaire
Les profils d’e´jection se trouvent conside´rablement affecte´s par cette nou-
velle formulation des corre´lations dans l’e´tat final (cf. Fig. 5.3). De manie`re
ge´ne´rale, on peut constater que l’e´jection du second e´lectron se fait toujours
sensiblement dans le demi-plan d’e´jection du premier e´lectron. Cependant,
une structure en lobe se de´gage syme´triquement par rapport a` la direction
d’e´jection du premier e´lectron. Cependant, les cas ou` l’e´jection du second se
fait strictement dans la meˆme direction et avec une e´nergie proche est sinon
interdite du moins fortement atte´nue´e (cf. Fig. 5.3 a)). C’est une avance´e
inte´ressante dans le sens ou` des situations non-physiques sont partiellement
e´vite´es. Ces structures s’expliquent par le fait que pour les cas les plus drama-
tiques (meˆme direction d’e´jection, meˆme e´nergie) la valeur de la correction
sur les charges nucle´aires calcule´es par (5.3) tend vers l’infini. Ainsi, pour
ces configurations, les charges nucle´aires issues de (5.2) sont e´galement tre`s
grandes. Le recouvrement a` cet endroit est alors tre`s petit et me`ne au creu-
sement du profil angulaire. Les lobes qui en re´sultent sont donc des re´minis-
cences d’une syme´trie p pour laquelle les configurations non physiques sont
simplement e´limine´es. Il reste cependant toujours le proble`me de l’orientation
qui n’est pas correcte (cf. Fig. 5.3 b) et c)), en particulier a` l’e´quipartition
(cf. Fig. 5.3 d)) ou` les lobes doivent eˆtre pre´fe´rentiellement oriente´s vers
l’arrie`re. Nous ve´rifions tout de meˆme que pour ce cas, l’e´mission du second
e´lectron a` θk′ = 180
o pour le premier e´mis a` θk = 0
o n’existe pas (courbe
rouge).
Distribution en e´nergie
Les distributions en e´nergie pre´sentent quant a` elles un tout autre com-
portement que pre´ce´demment (cf. Fig. 5.4). Le cas θk′ = 0
o (cf. Fig. 5.4 a))
pre´sente un profil ou` l’un des e´lectrons emporte la quasi-totalite´ de l’e´nergie
en exce`s laissant l’autre avec une e´nergie proche de ze´ro. Cependant, jus-
qu’a` θk′ = 90
o il n’y a plus de tendance tre`s claire qui se de´gage meˆme si
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les cas ou` des e´lectrons de plus haute e´nergie semblent relativement favorise´s
(cf. Fig. 5.4 b)). Nous constatons tout de meˆme que l’homoge´ne´ite´ autour de
l’e´quipartition telle qu’elle e´tait pre´sente auparavant n’existe plus. Puis, pour
et au-dela` de θk′ = 90
o (cf. Fig. 5.4 c) et d)) nous retrouvons, comme pour
le cas non corre´le´, une pre´ponde´rance plus marque´e pour la configuration
εk′ = 0, 45 u.a. (courbe rouge).
Section efficace
La section efficace (cf. Fig. 5.5) est du meˆme ordre de grandeur que le
syste`me variable, avec une sous-estimation pour les plus basses e´nergies. Nous
pouvons supposer que le syste`me 2SC proce`de a` une re´partition diffe´rente
de la probabilite´ totale. Asymptotiquement, les deux formulations semblent
converger. Globalement, le syste`me reste tre`s affecte´ par un choix arbitraire
ou non des charges et nous pouvons de´finitivement conclure que l’utilisation
de charges e´crante´es ne convient pas a` la section efficace a` un photon, le choix
Zi = 1, 6875 et Zk = Zk′ = 2 reste donc un optimum pour une description
simple de la DPI.
















































































































Fig. 5.3 – Distribution CV2 en angle de la DPIω avec He(1s)2 et corre´lations
2SC dans l’e´tat final, ω = 3, 3 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour la
le´gende sur les couleurs).












































































































Fig. 5.4 – Distribution CV2 en e´nergie de la DPIω avec He(1s)2 et corre´la-
tions 2SC dans l’e´tat final, ω = 3, 3 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour
la le´gende sur les couleurs).





































Fig. 5.5 – Section efficace totale de DPIω calcule´e par CV2 avec corre´lations
2SC dans l’e´tat final.
5.3.2 Double ionisation a` deux photons
Distribution angulaire
Les distributions angulaires pre´sentent des similitudes assez fortes avec le
cas a` un photon. La` ou` elles e´taient tre`s diffe´rentes dans le calcul de base,
leur comportement re´ve`le maintenant des ressemblances. De la meˆme manie`re
qu’a` un photon, les cas non-physiques sont fortement atte´nue´s en particulier
pour des configurations proches de l’e´quipartition et de l’e´jection dans la
meˆme direction. Cependant, le meˆme constat est a` faire, l’orientation n’est
toujours pas satisfaisante et l’on tire la meˆme conclusion : il s’agit de re´minis-
cences de lobes auxquels les valeurs tre`s importantes des charges interdisent
certaines configurations. C’est pour cette raison que nous ne pre´sentons pas
de graphes concernant ce point.
Distribution en e´nergie
Nous pouvons remarquer a` propos des distributions en e´nergie (cf. Fig. 5.6)
que le cas a` θk′ = 0
o pre´sente tout comme le cas a` un photon, une structure ou`
les contributions proches de l’e´quipartition n’existent plus (cf. Fig. 5.6 a)).
Puis, pour θk′ = 45
o, une dominante se de´gage pour le cas ou` l’un des e´lec-
trons emporte une e´nergie importante mais non maximum, en meˆme temps
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que se creuse les contributions autour de l’e´quipartition (cf. Fig. 5.6 b)). Ce
comportement s’accentue jusqu’a` θk′ = 90
o ou` les deux configurations ex-
treˆmes sont pre´ponde´rantes (cf. Fig. 5.6 c)). Au-dela` de θk′ = 90
o, le profil
ge´ne´ral est bien diffe´rent puisqu’au fur et a` mesure que θk′ augmente, l’en-
semble des contributions centrales s’e´le`ve et se nivelle (cf. Fig. 5.6 d)). Cette
tendance a de´ja` observe´e pour le cas non-corre´le´, cependant les cas extreˆmes
ε~k′ = 0 u.a. et ε~k′ = 0, 45 u.a. sont toutefois favorise´s.
Section efficace
Nous ve´rifions cette fois encore que la probabilite´ totale de double ionisa-
tion est simplement redistribue´e par rapport au cas a` charges variables (cf.
Fig. 5.7). Bien que l’on puisse constater que les re´sultats soient le´ge`rement
infe´rieurs pour ω < 45 eV et le´ge`rement supe´rieurs pour ω > 45 eV l’ordre de
grandeur est similaire entre ces deux mode`les. Nous pouvons tout de meˆme
nous interroger sur l’impact de l’e´crantage a` deux photons. Il apparaˆıt comme
tre`s important de conside´rer d’une manie`re ou d’une autre l’effet de la re´pul-
sion e´lectrostatique pour une bonne description de la section efficace a` deux
photons.
5.3.3 Conclusion
Les re´sultats obtenus nous me`nent a` reconside´rer la description des cor-
re´lations par d’autres moyens que l’e´crantage. Il s’ave`re que l’application di-
recte du mode`le 2SC a` une me´thode Coulomb-Volkov de´pendante du temps
ne soit pas triviale. A l’origine, D. Proulx et R. Shakeshaft transforment une
partie de leur amplitude de transition en une inte´grale de surface, e´value´e
dans une re´gion ou` le mouvement des e´lectrons est conside´re´ classiquement,
et projettent apre`s interaction sur un e´tat final pre´sentant les charges calcu-
le´es par 2SC. Dans notre cas, l’e´le´ment de transition est calcule´ a` chaque pas
de temps, tout au long de l’interaction. Le calcul des charges nucle´aires n’est
donc certainement pas adapte´ a` une description dynamique de l’interaction
en particulier pour les distributions angulaires. Une fois de plus, la question
du choix d’une charge e´crante´e est souleve´e car elle reste d’une importance
fondamentale pour bien de´crire la section efficace a` deux photons. Dans le
prochain paragraphe, nous allons conserver la description du double conti-
nuum avec les charges asymptotiques Zk = Zk′ = 2, mais inclure un facteur
repre´sentant directement la re´pulsion e´lectrostatique.











































































































Fig. 5.6 – Distribution CV2 en e´nergie de la DPI2ω avec He(1s)2 et corre´la-
tions 2SC dans l’e´tat final, ω = 1, 65 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour
la le´gende sur les couleurs).



















































Fig. 5.7 – Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par CV2 avec corre´lations
2SC dans l’e´tat final.
5.4 Les corre´lations e´lectroniques : le mode`le
a` trois fonctions Coulombiennes
A pre´sent, nous allons repre´senter l’interaction entre e´lectrons dans le
double continuum au-travers d’une fonction d’onde Coulombienne. Initie´e par
M. Brauner, J.S. Briggs et H. Klar [172] pour le calcul des sections efficaces
diffe´rentielles angulaires d’ionisation de l’hydroge`ne par impact d’e´lectrons
et de positrons, elle se re´ve`le dans ce cas en tre`s bon accord avec l’expe´rience
[211]. Il s’agit en de´finitive de de´crire l’e´tat final par un produit de trois ondes
















iαj; 1; ikjrj − i~kj · ~rj
) (5.9)
ou`
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

j = 1 ~k1 = ~k α1 = −Zk
k
j = 2 ~k2 = ~k′ α2 = −Zk′
k′
j = 3 ~k3 =
|~k′ − ~k|
2
~r3 = ~r2 − ~r1 α3 = 1
2k3
(5.10)
Son application au calcul de la distribution angulaire pour la double photo-
ionisation de l’he´lium permet de de´crire cette structure en lobes caracte´ris-
tiques [168]. De tre`s bons re´sultats sont obtenus par comparaison avec les
donne´es expe´rimentales fournies par O. Schwarzkopf et al. [189] utilisant un
rayonnement synchrotron polarise´ et dans le cas d’une e´quipartition entre
chaque e´lectron du double continuum de l’exce`s d’e´nergie apporte´e par un
photon de la source. Elle est e´galement applique´e avec succe`s pour une re´-
partition ine´gale [169] lorsque l’e´jection se fait dans le plan perpendiculaire
au faisceau de photons [190]. Dans ce cas, le de´veloppement d’une amplitude
de transition se fait par l’utilisation des fonctions d’onde de Hylleraas pour
repre´senter l’e´tat fondamental corre´le´ en jauge des vitesses. Cependant, des
diffe´rences apparaissent par rapport aux donne´s expe´rimentales de P. La-
blanquie et al. [191] lors de l’e´jection hors e´quipartition de l’exce`s d’e´nergie,
pre`s du seuil de double ionisation et pour une ge´ome´trie coplanaire [174]. Ces
diffe´rences sont affirme´es avec les re´sultats de R. Do¨rner et al. [192] puis ceux
de H. Bra¨uning et al. [212, 193] ou` le choix de jauge s’ave`re de´terminant pour
reproduire convenablement le comportement angulaire de l’e´jection.
Nous allons donc appliquer cette me´thode a` nos calculs CV2 afin d’e´va-
luer si elle est plus adapte´e qu’un syste`me de charges e´crante´es. Nous avons
choisi d’utiliser ce processus car il nous semble assez intuitif de de´crire direc-
tement la re´pulsion entre les e´lectrons par une onde Coulombienne. Pour des
raisons de simplicite´ et en suivant la de´marche de [168], la majeure partie des








Il s’agit finalement d’une ponde´ration de l’amplitude de transition de´pen-
dante directement des vecteurs d’onde de chaque e´lectron dans le continuum.
Nous allons e´galement utiliser le meˆme changement de variable sur les angles
azimutaux que pour l’e´tude avec 2SC, afin de re´duire le nombre d’inte´gra-
tions. Il est a` noter que les charges nucle´aires des e´tats finaux sont fixe´es a`
2.
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5.4.1 Double ionisation a` un photon
Distribution angulaire
Nous assistons a` un net redressement des distributions angulaires et a`
l’apparitions de structures en lobes prononce´es (cf. Fig. 5.8), de la meˆme
manie`re que [168]. Hormis les cas a` ε~k′ = 0, 45 u.a. (rouge) et ε~k′ = 0 u.a.
(noir) ou` le second e´lectron est e´mis pre´fe´rentiellement dans la direction de
polarisation, toutes les autres situations de re´partition de l’e´nergie pre´sentent
deux lobes oriente´s de chaque coˆte´ de l’axe de´fini par la direction d’e´jection
du premier e´lectron. La proportion relative de chacun d’eux e´volue d’une
situation syme´trique pour θk = 0
o (cf. Fig. 5.8 a)) vers une situation tre`s
disyme´trique pour 0o < θk < 90
o (cf. Fig. 5.8 b)) pour a` nouveau revenir a`
une configuration syme´trique quand θk = 90
o (cf. Fig. 5.8 c)).
Distribution en e´nergie
D’emble´e, une nette dominance des cas ε~k′ = 0, 45 u.a. (rouge) et ε~k′ =
0 u.a. (noir) se de´gage, et ce tant que θk′ < 90
o (cf. Fig. 5.9 a) et b)).
Il est tout a` fait inte´ressant de noter que les distributions a` et proches de
l’e´quipartition sont soit inexistantes pour θk′ = 0
o soit tre`s de´favorise´s lorsque
l’on augmente θk′ (cf. Fig. 5.9 a) et b)). Puis, pour θk′ = 90
o (cf. Fig. 5.9
c)) nous voyons apparaˆıtre cette homoge´ne´ite´ dans la distribution en e´nergie
que nous avons de´ja` observe´e pour le cas non-corre´le´. Cependant, plus θk′
augmente, plus la re´partition dominante se de´place vers les extre´mite´s du
spectre en e´nergie pour reformer une structure creuse´e a` θk′ = 180
o (cf.
Fig. 5.9 d)). En de´finitive, les processus non-physiques sont interdits pour
θk′ < 90
o et l’on retrouve ensuite certaines caracte´ristiques des profils non
corre´le´s mais accentue´es.
Section efficace
La mise en place du syste`me 3C modifie fortement le profil de la section
efficace (cf. Fig. 5.10). Les calculs CV2 avec ce type de corre´lations sous-
estiment largement les autres re´sultats, entre un et trois ordres de grandeur
quand on passe des hautes vers les basses e´nergies de photon. Il semble aussi
que la section efficace tende vers une asymptote horizontale alors que les
autres calculs de´croissent re´gulie`rement. Cet aspect se comprend par le fait de
ne conserver que le facteur NC ((( facteur de Maulbetsch ))) dans les calculs
modifie drastiquement la normalisation des fonctions d’onde. En effet, la
partie hyperge´ome´trique de la fonction Coulombienne n’entre plus en compte
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et de fait, il n’est pas surprenant que les sections efficaces calcule´es par ce
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Fig. 5.8 – Distribution CV2 en angle de la DPIω avec He(1s)2 et corre´lations
3C dans l’e´tat final, ω = 3, 3 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour la le´gende
sur les couleurs).
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Fig. 5.9 – Distribution CV2 en e´nergie de la DPIω avec He(1s)2 et corre´la-
tions 3C dans l’e´tat final, ω = 3, 3 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour la
le´gende sur les couleurs).









































Fig. 5.10 – Section efficace totale de DPIω calcule´e par CV2 avec corre´lations
3C dans l’e´tat final.
5.4.2 Double ionisation a` deux photons
Distribution angulaire
De`s que l’on inclut les corre´lations angulaires, nous observons que le
deuxie`me e´lectron est majoritairement e´jecte´ a` l’oppose´ du premier tout en
e´liminant la contribution pour θk′ = 0
o pre´sente dans le cas non corre´le´ (cf.
Fig. 5.11). Le fait changer l’angle d’e´jection du premier n’affecte que peu
l’orientation du second qui reste toujours pre´fe´rentiellement dirige´e autour
de 180o (cf. Fig. 5.11 b)). Cependant, nous pouvons voir qu’entre θk = 45
o
et θk = 90
o le changement d’orientation est tre`s rapide (cf. Fig. 5.11 c)).
Sous cette forme, ces re´sultats concordent avec ceux fournis par [201].
Distribution en e´nergie
Les distributions en e´nergie pre´sentent deux tendances radicalement op-
pose´es (cf. Fig. 5.12). Dans un premier temps, nous retrouvons comme pour
la DPIω, les cas a` θk′ < 90
o ou` les configurations principales sont celles pour
lesquelles le second e´lectron emporte la soit quasi-totalite´ soit aucune partie
de l’e´nergie en exce`s (cf. Fig. 5.12 a) et b)). Nous pouvons e´galement noter
l’importance relative du cas ε~k′ = 0 u.a. (courbe noire) qui croˆıt jusqu’a` son
maximum a` θk′ = 90
o (cf. Fig. 5.12 c)). Dans un deuxie`me temps et au-dela`
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de cette valeur, le profil ge´ne´ral devient largement distribue´ autour de l’e´qui-
partition, caracte´ristique de´ja` pre´sente pour le cas non-corre´le´, mais moins
accentue´e (cf. Fig. 5.12 d)).
Section efficace
La section efficace a` deux photons pre´sente exactement les meˆmes ten-
dances qu’a` un photon avec un profil tout a` fait similaire (cf. Fig. 5.13)
c’est-a`-dire sous-estime du meˆme ordre de grandeur les re´sultats publie´s.
Ainsi, NC impose un comportement pour la section efficace de toute e´vi-
dence tre`s en-dec¸a` des calculs de´ja` re´fe´rence´s. De`s lors, nous ne pre´senterons
plus de sections efficaces totales calcule´es a` partir du mode`le 3C.
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Fig. 5.11 – Distribution CV2 en angle de la DPI2ω avec He(1s)2 et corre´la-
tions 3C dans l’e´tat final, ω = 1, 65 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour
la le´gende sur les couleurs).












































































































Fig. 5.12 – Distribution CV2 en e´nergie de la DPI2ω avec He(1s)2 et corre´-
lations 3C dans l’e´tat final, ω = 1, 65 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour
la le´gende sur les couleurs).























































Fig. 5.13 – Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par CV2 avec corre´la-
tions 3C dans l’e´tat final.
5.4.3 Discussion et conclusion
L’exploitation des calculs Coulomb-Volkov de la DPIω avec corre´lations
3C sous certaines conditions, a mis en lumie`re deux cas ou` elle ne correspond
pas aux observations expe´rimentales [191, 195]. Premie`rement, pour l’e´qui-
partition entre chaque e´lectron de l’exce`s d’e´nergie apporte´ par un photon du
rayonnement, si l’on augmente ω, les deux lobes syme´triques ont tendance a` se
rabattre vers l’avant comme illustre´ par les Fig. 5.14 a), b) et c) ou` respective-
ment ω vaut 3 puis 4 et 5 u.a. Aucun phe´nome`ne de ce type n’est observe´ ex-
pe´rimentalement meˆme pour des e´nergies de photon e´leve´es [195]. Deuxie`me-
ment, expe´rimentalement, quand l’e´nergie en exce`s n’est pas e´galement re´par-
tie entre chaque e´lectron, nous constatons une e´jection privile´gie´e du second
e´lectron a` θk′ = 180
o quand le premier est e´jecte´ a` θk = 0
o. Plus ε~k′ est diffe´-
rent de ε~k, plus cette e´jection privile´gie´e est favorise´e. Au contraire, la struc-
ture en lobe est de moins en moins marque´e au fur et a` mesure que l’on se rap-
proche de ε~k = ε~k′ [195]. Ce phe´nome`ne n’est pas reproduit par la description
actuelle et l’on peut voir que s’il l’on se place dans les meˆmes conditions que
les figures 6 a), e) et i) de cet article ou` l’on a ω = 179 eV (6, 58 u.a.) et une
re´partition de l’e´nergie de ε~k = 98, 5 eV ; ε~k′ = 1, 5 eV (resp. 3, 621 et 0, 055
u.a.), ε~k = 50 eV ; ε~k′ = 50 eV (1, 838 u.a.) et ε~k = 1, 5 eV ; ε~k′ = 98, 5 eV
la de´formation des lobes n’existe pas (cf. Fig. 5.14 d), e), f)). Seuls les deux


























































Fig. 5.14 – Distribution angulaire de la DPIω calcule´e par CV2 avec 3C et
e´quipartition de l’exce`s d’e´nergie : a) ω = 3 u.a ; b) ω = 4 u.a ; c) ω = 5 u.a
puis dans les meˆmes conditions que les figures a), e) et i) de [195] ou` l’e´nergie
de ε~k = 98, 5 eV ; ε~k′ = 1, 5 eV , ε~k = 50 eV ; ε~k′ = 50 eV et ε~k = 1, 5 eV ; ε~k′ =
98, 5 eV . Il s’agit pour notre cas des figures d), e) et f) respectivement.
types de profils repre´sente´s subsistent dans notre approche et ce, quelle que
soit la re´partition de l’e´nergie entre les e´lectrons. Nous voyons a` pre´sent la
ne´cessite´ de raffiner la description Coulomb-Volkov actuelle car bien que les
corre´lations angulaires soient prises en compte, elle ne de´crit convenablement
que les cas a` l’e´quipartition de l’exce`s d’e´nergie, ce qui reste tre`s insuffisant.
A pre´sent, l’ide´e est de s’orienter vers une description de l’e´tat fondamental
autre qu’un simple produit d’orbitales hydroge´no¨ıdes, permettant d’extrapo-
ler le calcul hors e´quipartition.
Nous avons vu dans ce chapitre qu’une description simple de l’e´tat fonda-
mental avec Zi = 1, 6875 et du double continuum avec Zk = Zk′ = 2 conduit
a` une e´valuation correcte de la section efficace totale de la DPIω. Dans tous
les autres cas ; distributions angulaires, distributions en e´nergie et DPI2ω, les
corre´lations e´lectroniques jouent manifestement un roˆle important. L’intro-
duction d’un facteur repre´sentant la re´pulsion e´lectronique dans l’e´tat final
semble le meilleur moyen d’ame´liorer la description des distributions angu-
laires et en e´nergie a` un et deux photons. Les prochaines e´tapes consistent
a` e´valuer l’influence des corre´lations dans l’e´tat initial et des e´tats interme´-
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diaires, ne´glige´s dans l’approche CV2. Le premier point constitue la trame
du chapitre suivant.
Chapitre 6
Le roˆle des corre´lations e´lectroniques
dans l’e´tat initial
6.1 Introduction
La deuxie`me ame´lioration sur laquelle nous avons travaille´ est le raffi-nement de l’e´tat fondamental. Au chapitre pre´ce´dent, il nous est ap-
paru ne´cessaire de prendre en compte de manie`re plus pre´cise les corre´la-
tions dans l’e´tat fondamental. L’objectif est de de´crire les cas relatifs a` la
non-e´quipartition de l’e´nergie en exce`s. Pour cela, nous avons remplace´ la
description initiale, produit d’orbitales hydroge´no¨ıdes 1s (de´nomme´ (1s)2),
par un e´tat fondamental expose´ dans l’article de J.N. Silverman, O. Platas
et F.A. Matsen [157], de´crit comme une configuration en (( couche ouverte )).
Il s’agit de rajouter explicitement la contribution d’orbitales 2p0, 2p+ et 2p−
dont l’un des avantages est sa bonne pre´cision en regard de sa relativement
faible complexite´. Les auteurs sugge`rent d’ailleurs que l’essentiel des contri-
butions angulaires provient des orbitales 2p qu’il va eˆtre donc eˆtre possible
d’e´valuer directement dans nos calculs. Ceci est un e´le´ment important pour
la compre´hension ge´ne´rale de la dynamique de double ionisation.
6.2 Le formalisme
Tout comme le cas (1s)2, nous allons rede´velopper l’amplitude de transi-
tion en utilisant cette nouvelle expression de l’e´tat initial, l’e´tat final restant
quant a` lui inchange´. Les calculs expose´s ici sont re´sume´s et les de´tails du
de´veloppement sont regroupe´s dans les annexes auxquelles on fera re´fe´rence
tout au long du de´veloppement.
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6.2.1 Fonction d’onde initiale
La fonction d’onde que nous allons utiliser pour de´crire l’e´tat fondamental
est [157]
















ou` εHe = −2, 8952278 u.a. et le parame`tre λ = −0, 0617557. Chaque or-
bitale s ou` p est repre´sente´e par une fonction d’onde, produit d’une partie
radiale expose´e dans [157] et de l’harmonique sphe´rique correspondante. Elles






















2 r exp (−gr) sin θ exp (±iφ)
(6.2)
Insistons sur la diffe´rence entre les facteurs de normalisation N et N , repre´-
sentant respectivement la normalisation de la fonction d’onde initiale et celle
du double continuum (cf. annexe B).
6.2.2 Amplitude de transition
En suivant exactement la meˆme de´marche que pour l’amplitude T(1s)2 ,









Puis, par projection dans l’espace des configurations avec les de´finitions (2.48)












































Se´parons les termes ne de´pendant que du temps de ceux de´pendant aussi de
~r1 ou ~r2, et utilisons la de´finition de la phase de Volkov (cf. §2.3.3) (souvenons-






i(ε~k + ε~k′)t+ i(






































ϕ2p0(~r1)ϕ2p0(~r2) + ϕ2p+(~r1)ϕ2p−(~r2) + ϕ2p−(~r1)ϕ2p+(~r2)
]}
(6.5)
Le calcul de´taille´ de T−S est de´crit dans l’annexe G, et en vertu de ces re´sultats
nous pouvons re´e´crire l’e´quation pre´ce´dente sous la forme simplifie´e
T−S ' −iN(1 + λ2)−1/2 exp
[pi
2
(ν + ν ′)
]













C1T1 + C2T2 + C3T3
]
(6.6)
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ou` chaque terme T intervenant dans le facteur entre crochets concerne res-
pectivement la contribution des orbitales 1s1s′, (2p0)
2 et 2p±. Les cœfficients





C2 = − 64λ√
3pi2
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Nous allons exploiter le calcul ci-dessus pour chacun des cas a` un puis a` deux
photons comme nous l’avons fait auparavant. Tout d’abord, regardons le
cas sans corre´lations, dans un second temps nous les incluerons en utilisant
le mode`le 3C afin de mettre en lumie`re se´pare´ment l’influence de chaque
ame´lioration.
6.3 Double ionisation sans corre´lations dans
l’e´tat final
Nous pre´sentons les calculs pour les meˆmes conditions de champ que
pre´ce´demment c’est-a`-dire pour E0 = 10
−3 u.a., une e´nergie de photon ω =
3, 3 u.a. pour les transitions a` un photon et ω = 1, 65 u.a. a` deux photons et
un nombre de cycles optiques e´gal a` Ncycles = 30.
6.3.1 Double ionisation a` un photon
Distribution angulaire
L’ame´lioration de la description de l’e´tat fondamental a un roˆle majeur
pour la distribution angulaire (cf. Fig. 6.1). Une structure en lobe apparaˆıt
qui atte´nue syste´matiquement l’e´jection du second e´lectron a` l’oppose´ du
premier, pour la majorite´ des re´partitions en e´nergie (cf. Fig. 6.1 a)). Bien
que la de´pendance angulaire ne soit plus strictement fonction de θk (du fait
des orbitales p), l’absence de corre´lations dans l’e´tat final se remarque car
l’e´jection du second e´lectron se fait toutefois dans un coˆne globalement oriente´
suivant la direction d’e´jection du premier e´lectron (cf. Fig. 6.1 b)), hormis
le cas θk = 90
o ou` l’on retrouve une syme´trie des lobes par rapport a` la
direction d’e´jection du premier e´lectron (cf. Fig. 6.1 c)). L’e´volution relative
de chaque lobe est tre`s de´pendante de l’angle d’e´jection du premier e´lectron
et nous passons successivement d’un profil syme´trique par rapport a` l’axe
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d’e´jection du premier e´lectron pour θk = 0
o (cf. Fig. 6.1 a)), a` un profil
tre`s asyme´trique quand 0o < θk < 90
o (cf. Fig. 6.1 b)) puis a` nouveau un
profil syme´trique pour θk = 90
o. Nous ve´rifions toujours pour l’e´quipartition,
l’absence d’e´mission a` l’oppose´ de l’e´jection du premier e´lectron (cf. Fig. 6.1
d)).
Distribution en e´nergie
Nous constatons d’emble´e une nette pre´ponde´rance pour les cas extreˆmes11
meˆme lors de l’e´jection de chaque e´lectron dans la meˆme direction (cf. Fig. 6.2
a)). Puis cette structure creuse´e tend a` s’effacer au fur et a` mesure de l’aug-
mentation de θk′ (cf. Fig. 6.2 b)) jusqu’a` une distribution tre`s homoge`ne
pour θk′ = 90
o mais re´partie autour de ε~k = ε~k′ (cf. Fig. 6.2 c)). Enfin,
pour θk′ > 90
o le comportement tend a` effacer a` nouveau les configurations
centrales et revenir a` la situation initiale ou` a` nouveau les cas extreˆmes sont
largement majoritaires (cf. Fig. 6.2 d)).
Section efficace
Nous observons tre`s bien l’influence grandissante des orbitales 2p sur la
section efficace quand l’e´nergie du photon augmente (cf. Fig. 6.3). Nous
avons ve´rifie´ par ailleurs que le calcul de la section efficace totale en sup-
primant les orbitales 2p et en posant les charges nucle´aires des orbitales 1s
et 1s′ e´gales a` 1,6875 permet de retrouver exactement les re´sultats (1s)2.
La co¨ıncidence des calculs pre`s du seuil de double ionisation nous indique
que dans cette re´gion, la contribution essentielle est celle des orbitales 1s.
De plus, si nous omettons les orbitales 2p dans le calcul, l’augmentation que
nous constatons est le´ge`rement plus faible. Nous pouvons comprendre cette
diffe´rence car l’essentiel de la contribution supple´mentaire provient des orbi-
tales 1s1s′ du nouvel e´tat fondamental. Les charges tabule´es pour chacune
d’elles sont respectivement a = 2, 17621 et b = 1, 2015. Le recouvrement des
fonctions d’onde est alors diffe´rent du cas Zi = 1, 6875, et me`ne a` cet e´cart
vers les plus hautes e´nergies de photon. Il est donc clair que le choix opti-
mum des charges Zk = Zk′ = 2 pour le double continuum est propre a` la
repre´sentation (1s2) l’e´tat fondamental pour lequel on a Zi = 1, 6875.
11Nous entendons par cas extreˆmes les cas ou` un des e´lectrons emporte la quasi-totalite´
de l’e´nergie laissant l’autre avec une e´nergie proche de 0. Il s’agit des cas qui tendent vers
les extre´mite´s de la re´partition en e´nergie.


















































































































Fig. 6.1 – Distribution CV2 en angle de la DPIω avec e´tat fondamental
ame´liore´ sans corre´lations dans l’e´tat final, ω = 3, 3 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf.
Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs).
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Fig. 6.2 – Distribution CV2 en e´nergie de la DPIω avec e´tat fondamental
ame´liore´ sans corre´lations dans l’e´tat final, ω = 3, 3 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf.
Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs).






































Fig. 6.3 – Section efficace totale de DPIω calcule´e par CV2 avec e´tat fonda-
mental ame´liore´ sans corre´lations dans l’e´tat final.
6.3.2 Double ionisation a` deux photons
Distribution angulaire
Nous constatons que l’utilisation du nouvel e´tat fondamental modifie com-
ple`tement la structure en lobes a` l’oppose´ du cas (1s)2 (cf. Fig. 6.4). L’es-
sentiel de l’e´jection du deuxie`me e´lectron se fait dans la direction du premier
lorsque celui-ci est e´mis a` θk = 0
o (cf. Fig. 6.4 a)). Nous retrouvons a` nouveau
un cas non-physique. Lorsque θk augmente, la structure relative de chaque
lobe est fortement modifie´e (cf. Fig. 6.4 b)) et l’on assiste a` l’apparition de
structures secondaires de chaque coˆte´ de l’e´jection principale (cf. Fig. 6.4
c)).
Distribution en e´nergie
Nous retrouvons un comportement tout a` fait similaire au cas (1s)2 (cf.
Fig. 6.5). En effet, l’homoge´ne´ite´ pre´sente dans le cas θk′ = 0
o (cf. Fig. 6.5
a)) se transforme au fur et a` mesure que θk′ augmente en un profil asyme´trique
(cf. Fig. 6.5 b) et c)). Puis, au-dela` de θk′ = 90
o, a` nouveau une distribution
tre`s homoge`ne se de´gage (cf. Fig. 6.5 d)). Il faut toutefois souligner que si ces
profils pre´sentent des similitudes par rapport a` (1s)2, l’importance relative
des cas a` θk′ = 0
o et θk′ = 180
o est inverse´e, en accord avec les profils
angulaires respectifs.
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Section efficace
De la meˆme manie`re qu’a` un photon, nous constatons l’influence de ce
nouvel e´tat fondamental par un e´cart de plus en plus marque´ lorsque l’on se
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Fig. 6.4 – Distribution CV2 en angle de la DPI2ω avec e´tat fondamental
ame´liore´ sans corre´lations dans l’e´tat final, ω = 1, 65 u.a., E0 = 10
−3 u.a.,
(cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs).


































































































Fig. 6.5 – Distribution CV2 en e´nergie de la DPI2ω avec e´tat fondamental
ame´liore´ sans corre´lations dans l’e´tat final, ω = 1, 65 u.a., E0 = 10
−3 u.a.,
(cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs).




















































Fig. 6.6 – Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par CV2 avec e´tat fon-
damental ame´liore´ sans corre´lations dans l’e´tat final.
6.4 Double ionisation avec corre´lations 3C dans
l’e´tat final
Il s’agit a` pre´sent de combiner la nouvelle description de l’e´tat fondamen-
tal avec le syste`me de corre´lations 3C dans l’e´tat final(cf. §5.4).
6.4.1 Double ionisation a` un photon
Distribution angulaire
La prise en compte des corre´lations dans l’e´tat final a encore une fois
un impact tre`s fort sur les distributions en angle (cf. Fig. 6.7), et se re-
trouvent globalement distribue´es en deux lobes situe´s de part et d’autre de
l’axe d’e´jection du premier e´lectron (cf. Fig. 6.7 a)). Sur cette meˆme figure,
on constate aussi la possibilite´ d’e´jecter a` l’oppose´ du premier e´lectron par
l’apparition d’un lobe a` θk′ = 180
o quand l’e´nergie est re´partie diffe´remment
de ε~k = ε~k′ . De plus, l’amplitude relative de chaque lobe est bien plus propor-
tionne´e que dans le cas avec les corre´lations 3C seulement, et son e´volution en
fonction de θk est comparable aux re´sultats pre´sente´s dans [192] (cf. Fig. 6.7
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b) c) d) et e)). Pour chacune de ces configurations, nous constatons l’exis-
tence d’un nœud pour l’e´mission a` l’oppose´ de l’e´jection du premier e´lectron.
Il s’ave`re donc que l’utilisation d’un e´tat fondamental prenant en compte
un plus grand nombre d’orbitales, couple´ a` un syste`me de corre´lations du
type 3C dans l’e´tat final est de´terminante pour une description re´aliste des
profils angulaires a` un photon. L’e´tat fondamental nous permet de de´crire
des situations d’e´jection hors e´quipartition et les corre´lations dans l’e´tat fi-
nal introduisent directement la re´pulsion {e´lectron-e´lectron} dans le double
continuum atomique.
Distribution en e´nergie
Comme nous l’avons de´ja` constate´, les distributions en e´nergie sont forte-
ment modifie´es par l’imple´mentation des corre´lations dans l’e´tat final. Nous
retrouvons encore une fois l’accentuation par les corre´lations 3C des carac-
te´ristiques de´ja` pre´sentes avec l’e´tat fondamental ame´liore´ seul : une domi-
nance des cas extreˆmes pour ε~k′ = 0 u.a ou ε~k′ = 0, 45 u.a quand θk < 90
o
(cf. Fig. 6.8 a) et b)). Puis, un changement radical pour θk = 90
o ou` encore
une fois, une homoge´ne´ite´ se de´gage (cf. Fig. 6.8 c)) et se brise (cf. Fig. 6.8
d)) pour a` nouveau laisser place a` une configuration extreˆme (cf. Fig. 6.8 e)
et f)).
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Fig. 6.7 – Distribution CV2 en angle de la DPIω avec e´tat fondamental
ame´liore´ et corre´lations 3C dans l’e´tat final, ω = 3, 3 u.a., E0 = 10
−3 u.a.,
(cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs).





















































































































































Fig. 6.8 – Distribution CV2 en e´nergie de la DPIω avec e´tat fondamental
ame´liore´ et corre´lations 3C dans l’e´tat final, ω = 3, 3 u.a., E0 = 10
−3 u.a.,
(cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs).
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6.4.2 Applications de la the´orie CV2 a` un photon
A ce stade du de´veloppement, les re´sultats nous encouragent a` exploiter
cette forme de l’amplitude de transition et en particulier a` comparer avec les
cas expe´rimentaux et the´oriques existants.
Comparaison des profils angulaires avec les re´sultats expe´rimen-
taux
Nous nous sommes fonde´s sur l’article [195] qui regroupe un grand nombre
de configurations angulaires expe´rimentales. Les caracte´ristiques du rayon-
nement synchrotron line´airement polarise´ de ω = 179 eV (6,58 u.a.) incident
rentrent bien dans le cadre de notre e´tude a` un photon. Bien que ce ne soit
pas une impulsion laser et donc qu’aucun temps d’irradiation ni meˆme une
valeur d’intensite´ ne soit pre´cise´, nous supposons que les me´canismes en jeu
sont semblables dans les deux cas. En effet, s’ils peuvent eˆtre de´crits par la
the´orie des perturbations car mettant en jeu un grand nombre d’oscillations
du champ, les re´sultats en particulier les sections efficaces, sont inde´pendants
du profil temporel de l’impulsion. Dans notre cas, les caracte´ristiques sont :
E0 = 10
−3 u.a. et un nombre de cycles optiques Ncycles = 30, correspondant
a` une dure´e d’impulsion d’environ 700 as. Nous avons par ailleurs ve´rifie´ que
les profils sont identiques quand Ncycles augmente. Pour chacun des graphes
de la Fig. 6.9, une configuration diffe´rente est conside´re´e. Nous voyons que
nous pouvons reproduire tout a` fait convenablement chacune des figures 6
de [195]. Cependant, nous devons utiliser une re´partition diffe´rente de l’exce`s
d’e´nergie de celle de´crite dans l’article, dont la valeur pour l’e´lectron e´mis
suivant la direction θk = 90
o (fle`che rouge) pour chaque cas est la suivante :
la Fig.6 a) ε~k = 98, 5 eV , la Fig.6 b) ε~k = 90 eV , la Fig.6 c) ε~k = 80 eV ,
la Fig.6 d) ε~k = 70 eV , la Fig.6 e) correspond a` l’e´quipartition ε~k = 50 eV ,
la Fig.6 f) ε~k = 30 eV , la Fig.6 g) ε~k = 20 eV , la Fig.6 h) ε~k = 10 eV , la
Fig.6 i) ε~k = 1, 5 eV . L’e´nergie de l’autre e´lectron se de´duisant par la relation
(4.9). Pour notre cas, la Fig. 6.9 a) correspond a` ε~k = 100 eV , la Fig. 6.9
b) correspond a` ε~k = 98, 5 eV , la Fig. 6.9 c) correspond a` ε~k = 90 eV , la
Fig. 6.9 d) correspond a` ε~k = 80 eV , la Fig. 6.9 e) correspond a` l’e´quipar-
tition, la Fig. 6.9 f) correspond a` ε~k = 20 eV , la Fig. 6.9 g) correspond
a` ε~k = 10 eV , la Fig. 6.9 h) correspond a` ε~k = 1, 5 eV , la Fig. 6.9 i)
correspond a` ε~k = 0 eV . Ainsi, nous constatons qu’un de´calage syste´ma-
tique intervient lorsque l’on veut reproduire correctement les distributions
angulaires expe´rimentales. Tout se produit comme si le calcul ge´rait diffe´re-
ment la re´partition en e´nergie. Cet effet n’est pas encore explique´ mais nous
pouvons avancer l’hypothe`se d’une contribution des orbitales d dans l’e´tat
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fondamental. Dans ce meˆme article [195], les calculs the´oriques utilisent un
e´tat fondamental de´crit par un de´veloppement de Hylleraas sur 20 termes
et reproduisant la quasi-totalite´ de l’e´nergie de corre´lation. Ainsi, bien que
l’e´nergie de corre´lations de´crite par les orbitales d repre´sente une tre`s faible
partie de l’e´nergie de corre´lation globalement disponible, leur prise en compte

















































































Fig. 6.9 – Distribution CV2 en angles de la DPIω avec e´tat fondamental
ame´liore´ et corre´lations 3C dans l’e´tat final dans les conditions de l’article
(voir texte), ω = 179 eV , E0 = 10
−3 u.a., a) ε~k = 100 eV , b) ε~k = 98, 5 eV ,
c) ε~k = 90 eV , d) ε~k = 80 eV , e) e´quipartition ε~k = 50 eV , f) ε~k = 20 eV , g)
ε~k = 10 eV , h) ε~k = 1, 5 eV , i) ε~k = 0 eV .
Profils angulaires d’e´jection 3D
Dans ce paragraphe, il s’agit d’e´tendre le domaine d’e´tude a` l’ensemble
de l’espace. Pour cela, nous avons fait varier l’angle Φ mesurant la diffe´rence
entre les angles φk et φk′ (cf. §5.3 et Fig. 2.1) et ainsi calcule´ la densite´
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angulaire correspondante pour chaque pas. Nous reproduisons ainsi une sur-
face repre´sentant l’e´jection du second e´lectron dans tout l’espace. Rappelons
que la fle`che noire symbolise la direction d’e´jection du premier e´lectron et
la fle`che rouge la direction de polarisation du laser. Nous avons repre´sente´
trois cas de re´partition de l’e´nergie et deux configurations angulaires pour
chacun d’eux : l’e´quipartition avec θk = 0
o et θk = 45
o pour les Fig. 6.10
a) et b), ε~k = 0, 35 u.a. avec θk = 0
o et θk = 45
o pour les Fig. 6.10 c)
et d), ε~k = 0, 05 u.a. avec θk = 0
o et θk = 45
o pour les Fig. 6.10 e) et
f). Nous voyons clairement que pour les cas hors e´quipartition et θk = 0
o
(cf. Fig. 6.10 c) et e)), il existe une possibilite´ pour l’e´lectron de s’e´jecter a`
θk′ = 180
o, contrairement au cas a` l’e´quipartition (cf. Fig. 6.10 a)). Pour les
autres cas (cf. Fig. 6.10 b), d) et f)) seule la magnitude relative de chaque
lobe change.








Fig. 6.10 – Profils d’e´jections angulaires en trois dimensions avec ω =
3, 3 u.a. et E0 = 10
−3 u.a.
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Comparaison des profils en e´nergie inte´gre´s avec les re´sultats ex-
pe´rimentaux
Un autre point de comparaison avec les re´sultats expe´rimentaux, concerne
la distribution en e´nergie des e´lectrons inte´gre´e sur tout l’espace. Nous avons
choisi dans notre cas ω = 100 eV (3, 67647 u.a.) et E0 = 10
−3 u.a. (cf.
Fig. 6.11). Nous remarquons que, globalement, la distribution inte´gre´e est
re´partie de manie`re tre`s homoge`ne le long d’une diagonale repre´sentant la
conservation de l’e´nergie, les axes e´tant normalise´s a` l’exce`s d’e´nergie. Les
cas extreˆmes, ou` l’un ou l’autre des e´lectrons emporte la quasi-totalite´ partie
de l’e´nergie en exce`s sont le´ge`rement favorise´s. Ces re´sultats sont en bon
accord avec ceux pre´dits par [166] mais aussi par une me´thode TDSE [213]
et avec les re´sultats expe´rimentaux de [214]. Le fait que ces configurations
extreˆmes soient favorise´es s’explique par les corre´lations dans l’e´tat final.
Si l’on proce`de exactement au meˆme calcul, en ne prenant pas en compte
l’interaction {e´lectron-e´lectron} sous la forme 3C, nous obtenons la Fig. 6.12.
La densite´ est alors comple`tement homoge`ne quelle que soit la re´partition en
e´nergie.
Fig. 6.11 – Distribution CV2 en e´nergie de la DPIω, inte´gre´e sur les angles
avec e´tat fondamental ame´liore´, corre´lations 3C dans l’e´tat final et normalise´e
a` l’exce`s d’e´nergie, ω = 3, 67647 u.a. et E0 = 10
−3 u.a.
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Fig. 6.12 – Distribution CV2 en e´nergie de la DPIω, inte´gre´e sur les angles
avec e´tat fondamental ame´liore´, sans corre´lations 3C dans l’e´tat final et nor-
malise´e a` l’exce`s d’e´nergie, ω = 3, 67647 u.a. et E0 = 10
−3 u.a.
6.4.3 Double ionisation a` deux photons
Distribution angulaire
Les distributions angulaires sont en de´finitive assez peu modifie´es par
l’emploi d’un e´tat fondamental ame´liore´ (cf. Fig. 6.13) en comparaison avec
le cas He(1s)2 (cf. Fig. 5.11). Globalement, le comportement est assez simi-
laire dans les deux situations et nous observons tout a` fait la meˆme tendance
a` l’e´jection privile´gie´e a` l’oppose´ du premier e´lectron (cf. Fig. 6.13 a)). La
diffe´rence essentielle tient au fait que le cas ou` le second e´lectron emporte
la totalite´ de l’e´nergie en exce`s (cas rouge), se trouve e´mis dans la direction
de polarisation (θk′ = 0
o). Cependant, les corre´lations re´ajustent fortement
les caracte´ristiques apporte´es par l’utilisation de l’e´tat fondamental ame´liore´,
puisque nous avons vu qu’une e´jection pre´fe´rentielle du second e´lectron dans
la direction du premier e´tait pre´dite dans ce cas.
Distribution en e´nergie
Nous retrouvons dans ce cas le meˆme comportement final qu’avec l’emploi
des charges e´crante´es 2SC (cf. Fig. 6.14). Les configurations non-physiques
sont e´limine´es (cf. Fig. 6.14 a)) et les cas ε~k = 0 u.a. (noir) et ε~k = 0, 45 u.a.
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(rouge) dominent jusqu’a` θk′ = 90
o (cf. Fig. 6.14 b)). Puis nous assistons
a` une inversion de tendance au dela` de θk′ = 90
o (cf. Fig. 6.14 c)), les
distributions se re´partissant autour de l’e´quipartition (cf. Fig. 6.14 d), e) et
f))




























































































































































θk = 180Hθk = 90H
I
J KJ
Fig. 6.13 – Distribution CV2 en angle de la DPI2ω avec e´tat fondamental
ame´liore´, corre´lations 3C dans l’e´tat final, ω = 1, 65 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf.
Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs).
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Fig. 6.14 – Distribution CV2 en e´nergie de la DPI2ω avec e´tat fondamental
ame´liore´ et corre´lations 3C dans l’e´tat final, ω = 1, 65 u.a., E0 = 10
−3 u.a.,
(cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs).
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6.4.4 Applications de la the´orie CV2 a` deux photons
Profils angulaires d’e´jection 3D
De la meˆme manie`re que dans le cas a` un photon, trac¸ons les surfaces re-
pre´sentatives de l’e´jection angulaire en trois dimensions pour une e´nergie de
ω = 1, 65 u.a. et une amplitude de champ de E0 = 10
−3 u.a. (cf. Fig. 6.15).
Nous n’avons repre´sente´ que deux cas particuliers la re´partition en e´nergie, le
premier e´lectron emportant ε~k = 0, 35 u.a. et e´mis dans la direction symbo-
lise´e par la fle`che rouge. Nous avons ve´rifie´ par ailleurs que des re´partitions




Fig. 6.15 – Profils d’e´jections angulaires en trois dimensions avec ω =
3, 3 u.a. : a) ε~k = 0, 35 u.a. et θk = 0
o, b) ε~k = 0, 35 u.a. et θk = 45
o.
Tout comme le cas en ge´ome´trie coplanaire, nous voyons l’apparition d’un
second lobe d’e´jection dont la magnitude va augmenter jusqu’a` ce que les deux
soient syme´triques pour θk = 90
o. Nous illustrons ici la facilite´ d’e´tendre les
calculs de notre me´thode a` tout l’espace.
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Profils en e´nergie inte´gre´s
Il s’agit comme pre´ce´demment d’inte´grer la densite´ sur tout l’espace afin
d’obtenir une distribution totale en e´nergie. Nous avons repre´sente´ les cas
avec et sans corre´lations 3C sur les Fig. 6.16 et Fig. 6.17 suivantes, norma-
lise´s a` l’e´nergie en exce`s. Nous constatons clairement que la distribution en
e´nergie a` deux photons est largement re´partie autour de l’e´quipartition avec
une concavite´ ne´gative prononce´e. En mettant en relation ce re´sultat avec
les distributions angulaires, nous pouvons conclure que pour cette e´nergie de
photon, les e´lectrons sont pre´fe´rentiellement e´mis a` 180o l’un de l’autre, em-
portant chacun une e´nergie cine´tique e´gale. Nous pouvons e´galement voir que
ce profil est une conse´quence directe des corre´lations car si l’on omet les corre´-
lations 3C dans l’e´tat final, le profil pre´sente une distribution quasi-uniforme
(cf. Fig. 6.17).
Fig. 6.16 – Distribution CV2 en angle de la DPI2ω, inte´gre´e sur les angles
avec e´tat fondamental ame´liore´, corre´lations 3C dans l’e´tat final et normalise´e
a` l’exce`s d’e´nergie ω = 1, 65 u.a., E0 = 10
−3 u.a.
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Fig. 6.17 – Distribution CV2 en e´nergie de la DPI2ω, inte´gre´e sur les angles
avec e´tat fondamental ame´liore´ sans corre´lations 3C dans l’e´tat final et nor-
malise´e a` l’exce`s d’e´nergie ω = 1, 65 u.a., E0 = 10
−3 u.a.
6.5 Perspectives et conclusion
L’ide´e est a` pre´sent d’exporter le calcul en conditions de champ ultra-
intense et ultra-bref. Les premiers re´sultats que nous pre´sentons (cf. Fig. 6.18)
sont obtenus avec des champs de E0 = 4 u.a., E0 = 5 u.a., E0 = 6 u.a.,
E0 = 7 u.a., E0 = 8 u.a. et E0 = 9 u.a. correspondant respectivement
a` des intensite´s de I = 1, 404.1017 W.cm−2, I = 1, 755.1017 W.cm−2, I =
2, 106.1017 W.cm−2, I = 2, 457.1017 W.cm−2, I = 2, 808.1017 W.cm−2 et
I = 3, 159.1017 W.cm−2. Le nombre de cycles optiques est N = 5 avec une
e´nergie de photon de ω = 1, 65 u.a. ce qui correspond a` une dure´e d’impulsion
de l’ordre de τ ≈ 460 as et pour une e´quipartition de l’e´nergie des e´lectrons.
Nous constatons que l’e´jection e´volue fortement d’un profil globalement di-
rige´ a` l’oppose´ de l’e´jection du premier e´lectron, caracte´ristique d’une DPI2ω
(cf. Fig. 6.18 a) et b)) vers un profil en lobe caracte´ristique d’une figure
d’e´jection a` un photon (cf. Fig. 6.18 c) et d)), ou` l’e´jection a` θk′ = 180
o
est fortement atte´nue´e (cf. Fig. 6.18 e) et f)). Nous avons ve´rifie´ pour un
nombre plus e´leve´ de cycles optiques entre N = 5 et N = 30 soit jusqu’a`
une dure´e d’impulsion τ ≈ 2, 8 fs, que ce phe´nome`ne se reproduit. Nous
voyons donc que des comportements atypiques peuvent avoir lieu pour des
conditions particulie`res de champ intenses. Explorer ces nouveaux domaines
et expliquer ces comportements rentre tout a` fait dans le cadre de notre
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approche et constitue une voie vers laquelle nous pouvons nous orienter.
La prise en compte simultane´e des corre´lations dans l’e´tat initial sous
la forme d’orbitales supple´mentaires et dans l’e´tat final sous la forme d’une
re´pulsion Coulombienne directe s’ave`re fondamentale pour une bonne des-
cription des profils d’e´jection en angle et en e´nergie. En effet, le mode`le de
corre´lations 3C seul ne permet que la description angulaire des cas a` l’e´qui-
partition et la prise en compte d’orbitales p ouvre le champ d’application de
la me´thode aux configurations hors e´quipartition. Cependant, la de´pendance
des distributions angulaires a` ces diverses formes de corre´lation semble diffe´-
rente entre le cas a` un ou deux photon. Ce dernier semble par exemple moins
sensible a` une description pre´cise des corre´lations dans l’e´tat initial. Malgre´
cela, la manie`re dont nous prenons en compte les corre´lations ne nous permet
de conclure que qualitativement. Dans le chapitre suivant, nous revenons sur
la section efficace totale de la DPI2ω pour laquelle nous allons regarder le





























































Fig. 6.18 – Etude de la distribution CV2 en angle de la DPI2ω pour l’e´qui-
partition avec ω = 1, 65 u.a., e´tat fondamental ame´liore´ et corre´lations 3C
dans l’e´tat final en fonction de l’intensite´ a) E0 = 4 u.a., b) E0 = 5 u.a., c)
E0 = 6 u.a., d) E0 = 7 u.a., e) E0 = 8 u.a., f) E0 = 9 u.a.
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Chapitre 7
Le roˆle des e´tats interme´diaires dans la
DPI2ω
7.1 Introduction
Nous avons de´montre´ (cf. §1.4.2) que les termes de transition multipho-toniques calcule´s par une me´thode Coulomb-Volkov ne prennent pas
en compte les e´ventuelles re´sonances par les e´tats interme´diaires lie´s. Ceci
est duˆ a` l’absence de termes, qui, par comparaison avec les ordres corres-
pondants aux se´ries de Born repre´sentent ces processus. Pour bien illustrer
la contribution de ces e´tats, nous nous sommes donc oriente´s vers un de´ve-
loppement Born au deuxie`me ordre (Born II) afin de comparer les re´sultats
obtenus par CV2. Nous savons que Born II prend en compte tous les e´tats
interme´diaires au-travers d’une somme infinie, nous nous limiterons dans ce
manuscrit a` l’e´tude d’un seul d’entre eux dont nous supposons a` priori eˆtre
le plus important. Il s’agit de l’e´tat He(1s,~k) repre´sentant l’atome dans un
e´tat de simple ionisation (cf. Fig. 4.4). Cependant, avant d’e´tudier le cas
Born II adapte´ a` la DPI2ω en particulier, nous allons de´velopper l’amplitude
de transition de manie`re ge´ne´rale.
7.2 Formalisme ge´ne´ral








En suivant la de´marche de [23] approchons alors l’e´tat initial
∣∣Φi(t)〉 par une
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superposition d’e´tats atomiques




ou` la quantite´ aB1np0(t) repre´sente l’amplitude de transition calcule´e a` l’aide de
l’approximation de Born I d’atteindre des e´tats interme´diaires de syme´trie p,


























































Chaque terme de (7.5) repre´sente respectivement les transitions Born au pre-
mier et second ordre. Ce dernier est celui qui nous inte´resse et nous allons
l’exploiter tout d’abord sans e´tat interme´diaire, afin de comparer aux re´sul-
tats CV2.
7.3 Born II sans e´tats interme´diaires
Nous voulons ve´rifier si les re´sultats que nous avons obtenus par CV2 sont
cohe´rents avec une approche de type Born. Pour cela, l’ide´e est de recalculer
la section efficace a` l’aide de l’amplitude de Born au second ordre sans e´tats
interme´diaires, que l’on a de´montre´ identique a` l’amplitude CV2. Elle se
de´duit de (7.5) et s’e´crit sous la forme











et l’on va de´crire l’e´tat final par la somme de fonctions Coulombiennes
χ−f (~r1, ~r2, t) = N











× exp [−i(ε~k + ε~k′)t]
(7.7)
ou` les ondes Coulombiennes sont de´finies par (2.45). Quant a` l’e´tat initial, il
est de´crit par le produit d’hydroge´no¨ıdes 1s
χi(~r1, ~r2, t) = ϕ1s(~r1)ϕ1s(~r2) exp(−iεHet) (7.8)
avec εHe = −2, 8476562 u.a. et les orbitales de´finies en (2.39). Regardons
plus pre´cise´ment la perturbation
[
(~r1 + ~r2) · λˆ
]2
= (r1 cos θ1 + r2 cos θ2)
2
= (r1 cos θ1)
2 + (r2 cos θ2)
2 + 2r1r2 cos θ1 cos θ2
(7.9)
Les termes en (r cos θ)2 de (7.9) repre´sentent l’absorption de deux photons
par le meˆme e´lectron. Nous allons ne´gliger volontairement ce type de cou-
plage pour deux raisons : premie`rement, nous supposons qu’en conditions de
perturbation, le premier terme de transition domine dans le calcul des sec-
tions efficaces, ainsi l’absorption de deux photons par un e´lectron serait faible
en comparaison de l’absorption d’un photon par chaque e´lectron. Deuxie`me-
ment, nous savons e´galement que toutes ces transitions a` un et deux photons
sont incluses dans l’amplitude CV2. Ainsi, en re´duisant la perturbation a`
l’absorption d’un photon par chaque e´lectron dans l’amplitude Born II, nous
pourrons mesurer par comparaison, la contribution de l’absorption de deux
photons par un e´lectron e´galement pre´sent dans CV2. Simplifions donc la
perturbation a` 2r1r2 cos θ1 cos θ2. Injectons a` pre´sent cette dernie`re expres-

























2r1r2 cos θ1 cos θ2
ϕ1s(~r1)ϕ1s(~r2) exp
[−i(ε~k + ε~k′ − εHe)t]
(7.10)
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Nous remarquons que des termes entre crochets sont identiques dans l’e´change
















(~r2)r1r2 cos θ1 cos θ2
ϕ1s(~r1)ϕ1s(~r2)
(7.11)
Nous voyons tout de suite apparaˆıtre une forme particulie`re d’inte´graleK~k~k′(t)




















Il est facile de de´duire de l’expression de I˜~k(t) sa limite pour
~A(t) → 0 que
























et α = Z2i + k
2. De

























et α′ = Z2i + k
′2. En
remplac¸ant chacune de ses expressions dans (7.12) nous de´duisons la forme
finale de TB2fi
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TB2fi ' N







(ν + ν ′)− 2 (ϕν + ϕ′ν ′)
]





[−i(ε~k + ε~k′ − εHe)t]
(7.15)
L’un des points inte´ressants de ce de´veloppement est qu’avec les expressions
de champ que l’on utilise, l’inte´grale sur le temps est analytique et son de´ve-
loppement est donne´ en annexe H. Le calcul de la probabilite´ totale se fait
















La section efficace que l’on de´duit de cette formule est re´fe´rence´e Born II (1)
et reporte´e sur le graphe suivant (cf. Fig. 7.1). Deux conclusions s’imposent :
la premie`re confirme que les calculs CV2 effectue´s sont corrects mais aussi que
l’essentiel de la section efficace (80% environ) est domine´e par l’absorption
d’un photon par chaque e´lectron uniquement.
7.4 Born II avec e´tat interme´diaire
A nouveau, nous allons de´velopper une amplitude de transition Born II
















Inte´ressons nous tout d’abord au premier facteur de l’expression pre´ce´dente,


















f (~r1, ~r2, t)V (~r1, ~r2, t)χ(1s,~k)(~r1, ~r2, t) (7.19)


















































Fig. 7.1 – Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par Born II sans e´tats in-
terme´diaires et re´duite a` l’absorption d’un photon par chaque e´lectron (TS2),
re´fe´rence´e Born II (1).
Pre´cisons comme a` chaque fois l’expression des fonctions d’onde. Nous uti-
lisons le meˆme e´tat final que pour le calcul pre´ce´dent c’est-a`-dire (7.7). Par
contre, nous allons mode´liser l’e´tat interme´diaire comme une somme syme´-
trise´e d’un produit d’une onde Coulombienne repre´sentant l’e´tat de l’e´lectron
e´jecte´ dans le continuum et d’une orbitale 1s pour celui restant dans la struc-
ture ionique. Nous labelisons toutes ces fonctions par un (( ⊕ )) afin de les
distinguer des autres en particulier pour le choix des charges nucle´aires.


























× exp [−i(ε~k + εHe⊕)t]
(7.20)
Il faut ajouter que dans ce cas, les transitions continu-continu ont e´te´ ignore´es.
On peut donc de´montrer qu’avec ce type d’e´tats l’expression finale de M1 est
(cf. Annexe I)
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De la meˆme manie`re, nous pouvons de´terminer une expression deM2, deuxie`me
facteur de (7.17) (cf. Annexe I)























i(ε~k + εHe⊕ − εHe)t′
]
(7.22)
















(ν ′ + ν⊕)− 2(ϕ′ν ′ + ϕν⊕)
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i(ε~k + εHe⊕ − εHe)t′
]
(7.23)
Encore une fois, chaque inte´grale sur le temps est analytique (cf. Annexe H).
L’expression du dessus repre´sente un processus direct cohe´rent ou` un e´lectron
est excite´ vers un e´tat He(1s,~k) durant un temps fini ; la transition vers le
double continuum se faisant ensuite par l’absorption d’un deuxie`me photon
par l’e´lectron re´siduel. Il faut noter que comme nous sommes dans le cas de
la double ionisation directe (ω < 2 u.a.), le processus de double ionisation ne
passe donc pas par l’ionisation de He suivie de l’ionisation de He+.
7.4.1 Section efficace
Nous nous sommes tout d’abord inte´resse´s au cas sans corre´lations dans
l’e´tat interme´diaire, c’est-a`-dire que nous avons pose´ Zi = 1, 6875 pour l’e´tat
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fondamental, Z⊕i = 2 et Z
⊕
k = 2 pour l’e´tat interme´diaire et Zk = Zk′ = 2
pour l’e´tat final et la section efficace est re´fe´rence´e Born II (2) (cf. Fig. 7.2).
Nous voyons clairement que l’e´tat He(1s,~k) joue un roˆle de plus en plus im-
portant au fur et a` mesure que l’e´nergie du photon augmente. Nous pouvons
e´galement constater que le comportement est bien plus proche des autres
calculs en particulier au niveau de la pente. Cependant, nous pouvons nous
interroger sur le redressement visible pour ω > 51 eV . Pour cela, nous avons
prolonge´ le calcul au-dela` du seuil de double ionisation se´quentielle ; re´fe´rence´
Born II (3) (cf. Fig. 7.3). Nous observons clairement que cette augmentation
n’est pas due a` une divergence, puisque les re´sultats sont continus. Il s’agit en
de´finitive de la contribution importante de l’inte´grale sur t de (7.23) repre´-
sentant le couplage a` un photon de l’e´tat He+(1s) vers un continuum k′p. La
diffe´rence d’e´nergie ne´cessaire pour ioniser est de 2 u.a. et de`s que l’e´nergie
du photon se rapproche de cette valeur, l’argument de l’exponentielle tend
vers 0, sa contribution a` l’inte´grale est alors maximale. Ici, il faut noter que
pour ω > 2 u.a., on est dans le re´gime de DPI2ω se´quentiel avec possibilite´
d’ioniser He par un photon puis He+ par absorption d’un photon supple´-
mentaire. Ce processus n’est pas repre´sente´ par CV2 mais une prolongation
de cette e´tude serait de l’appliquer aux temps ultra-brefs, ou` la relaxation
vers He+ n’a pas le temps de se faire. La validite´ de cette approche pourrait
eˆtre e´tudie´e dans ce contexte.
Par ailleurs, afin de regarder l’influence des corre´lations a` l’ordre 0, nous
allons les mode´liser dans l’e´tat interme´diaire et dans l’e´tat final par un
proce´de´ analogue a` celui des charges variables. Cependant, rappelons tout
d’abord comment est de´fini le processus de DPI2ω de´crit par le traitement
Born II
He(1s, 1s)
ω−→ He(1s,~k) ω−→ He(~k, ~k′) (7.24)
Les deux e´lectrons sont initialement dans un e´tat 1s avec une charge Zi =
1, 6875. Par absorption non-re´sonante d’un photon, l’he´lium se trouve dans
un e´tat transitoire (1s,~k), puis par absorption du deuxie`me photon dans l’e´tat
final (~k, ~k′). Si l’on regarde chaque e´lectron individuellement, le syste`me de
charges relatif a` chacun d’eux est le suivant
He(1s)
ω−→ He⊕(~k) −→ He2+(~k)
Zi = 1, 6875 Z
⊕
k = 2 Zk = 2
He(1s) −→ He⊕(1s) ω−→ He2+(~k′)
Zi = 1, 6875 Z
⊕
i = 2 Zk′ = 2
(7.25)
Nous voyons que l’un des e´lectrons e´volue d’un e´tat du continuum He⊕(~k)
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vers un autre e´tat du continuum He2+(~k), tous deux calcule´s avec la meˆme
charge nucle´aire. Ainsi, le recouvrement entre ces deux e´tats sera 1. Dans
les calculs qui suivent, en particulier quand nous modifierons les charges
nucle´aires de l’e´tat interme´diaire, nous veillerons a` toujours avoir Z⊕k = Zk.
Ainsi, pour e´valuer l’impact des effets d’e´cran dans cet e´tat interme´diaire, le
syste`me de charges variables que nous avons mis en place est le suivant{
Z⊕k = Zk = 1 et Zk′ = 2 si k > k
′
Z⊕k = Zk = 2 et Zk′ = 1 si k < k
′ (7.26)
Sous cette forme, nous voyons tre`s clairement que l’introduction d’un e´tat
interme´daire et des corre´lations a` l’ordre 0 dans cet e´tat a le meˆme impact que
le calcul CV2 ; re´sultats re´fe´rence´s Born II (4) (cf. Fig. 7.4). Il est donc clair
que la sous-estimation de la section efficace de DPI2ω est due a` l’absence des



















































Fig. 7.2 – Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par Born II avec e´tat
interme´diaire et sans corre´lations dans l’e´tat interme´diaire ni final, re´fe´rence´e
Born II (2).


















































Fig. 7.3 – Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par Born II avec e´tat
interme´diaire et sans corre´lations dans l’e´tat interme´diaire ni final, prolonge´e



















































Fig. 7.4 – Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par Born II avec e´tat
interme´diaire et avec corre´lations variables dans l’e´tat interme´diaire et l’e´tat
final, re´fe´rence´e Born II (4).
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7.5 Born II avec e´tat interme´diaire et fonda-
mental ame´liore´
Nous allons de´velopper la meˆme amplitude de transition que pre´ce´dement
avec l’e´tat fondamental ame´liore´ que nous avons de´ja` utilise´ pour l’amplitude
CV2. La seule diffe´rence avec pre´ce´demment tient au calcul de M2 puisque
c’est dans ce facteur qu’intervient l’e´tat fondamental. Nous pouvons donner
sa forme finale en faisant re´fe´rence a` l’annexe I.












































dt′E(t′) exp[i(ε~k + εHe⊕ − εHe)t′]
(7.27)






































































dt′E(t′) exp[i(ε~k + εHe⊕ − εHe)t′]
(7.28)
Nous pouvons ve´rifier que l’utilisation d’un e´tat fondamental plus pre´cis a
pour conse´quence d’abaisser le calcul de la section efficace et sous-estime
le calcul CV2 pour les faibles e´nergies de photon. Ce phe´nome`ne est duˆ
a` l’e´nergie du nouvel e´tat fondamental qui est diffe´rente du cas (1s)2. Si
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on accorde arbitrairement ces e´nergies a` εi = −2, 8476562 u.a., le calcul
de la section efficace est en meilleur accord aux basses e´nergies, mais sous
estime de la meˆme manie`re pour ω > 1, 6 u.a. ; les re´sultats sont re´fe´rence´s
Born II (5) (cf. Fig. 7.5). Nous pouvons aussi montrer que l’essentiel de la
contribution vient des orbitales 1s1s′ de l’e´tat fondamental, car les calculs
co¨ıncident quand on supprime les orbitales 2p ; re´fe´rence´s Born II (6) (cf.
Fig. 7.6). En dernier point, la contribution de l’e´tat fondamental ame´liore´
est ne´gligeable quand on prend en compte les corre´lations radiales du type
(7.26) dans l’e´tat interme´diaire et final ; ces derniers re´sultats sont re´fe´rence´s



















































Fig. 7.5 – Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par Born II avec e´tat
fondamental ame´liore´ d’e´nergie εi = −2, 8476562 u.a. sans corre´lations dans
l’e´tat interme´diaire ni final, re´fe´rence´e Born II (5).




















































Fig. 7.6 – Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par Born II avec e´tat
fondamental ame´liore´ sans orbitales 2p, d’e´nergie εi = −2, 8476562 u.a. sans




















































Fig. 7.7 – Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par Born II avec e´tat fon-
damental ame´liore´ d’e´nergie εi = −2, 8476562 u.a. avec corre´lations radiales
dans l’e´tat interme´diaire, re´fe´rence´e Born II (7).
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7.6 Conclusion
Le but de ce chapitre a e´te´ d’e´valuer quelle pouvait eˆtre la contribution
des e´tats interme´diaires a` la section efficace de DPI2ω. Pour cela, nous avons
de´veloppe´ un traitement Born II prenant explicitement en compte l’un d’eux :
l’e´tat de simple ionisation de l’he´lium He+. Nous avons suppose´ qu’il jouait
un roˆle majeur pour ce processus. Dans ce cas, l’un des e´lectrons est e´jecte´
dans le continuum par l’absorption d’un photon, l’autre se retrouvant (( ins-
tantane´ment )) dans un e´tat propre 1s de He+. Nous avons ve´rifie´ par compa-
raison qu’en simplifiant notre mode`le Born II a` la description de l’absorption
directe d’un photon par chaque e´lectron, ce me´canisme dominait dans le cal-
cul CV2. Puis, nous avons de´montre´ l’importance de cet e´tat interme´diaire,
atteint par l’absorption d’un photon et en particulier la de´pendance du cal-
cul aux effets d’e´cran pouvant y intervenir. Enfin, nous avons vu le faible
impact relatif de l’e´tat fondamental ame´liore´ quand la transition par un e´tat
interme´diaire est rendue possible.
Conclusion
Cette e´tude de la DPI de l’he´lium a` un et deux photons en conditionde fortes intensite´s laser et d’impulsions bre`ves, nous a permis de de´-
gager des tendances ge´ne´rales. Tout d’abord, nous avons mis en lumie`re le
fait qu’une me´thode CV2 de base n’e´tait pas satisfaisante pour les distribu-
tions en angle et en e´nergie de chacun des cas. Nous avons ensuite vu qu’a`
deux photons, la disyme´trie qui intervient dans la production des lobes est
due a` un me´lange de TS2 majoritaire et d’une proportion plus faible d’un
processus annexe ; l’absorption de deux photons par un e´lectron puis du re-
couvrement de l’e´lectron re´siduel sur un e´tat du continuum, conduisant en
pratique a` des configurations de moments angulaires (1,1) et (0,2). En ce qui
concerne la section efficace totale a` un photon, il s’ave`re que les re´sultats
sont en tre`s bon accord avec ceux de re´fe´rence, en choisissant des charges nu-
cle´aires Zi = 1, 6875 et Zk = Zk′ = 2. Cette configuration serait un optimum
du calcul pour une premie`re approche reposant sur la description d’un e´tat
fondamental a` l’aide d’un produit d’orbitales 1s et d’un e´tat final comme une
somme antisyme´trise´e de fonctions Coulombiennes non corre´le´es. Nous avons
ensuite travaille´ sur les corre´lations dans l’e´tat final, afin de mieux de´crire
les distributions en angle et en e´nergie, et en particulier sur deux syste`mes
de charges e´crante´es dans l’e´tat final (corre´lations a` l’ordre 0). Tous deux
se sont re´ve´le´s inadapte´s pour les distributions lors de l’ionisation a` un ou
deux photons. Cependant, l’utilisation de ces syste`mes donne des re´sultats
encourageants pour la section efficace totale a` deux photons, ou` les re´sul-
tats se rapprochent sensiblement du reste des travaux disponibles. Bien que
ces deux syste`mes proce`dent a` une redistribution diffe´rente de la probabilite´
d’ionisation, il semble toutefois que l’e´crantage de charges dans l’e´tat final
joue un roˆle beaucoup plus important pour le me´canisme primaire de double
ionisation a` deux photons qu’a` un photon. Le processus de redistribution de
la probabilite´ vers tous les canaux ouverts (corre´lations angulaires) a consti-
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tue´ la deuxie`me e´tape de notre e´tude de l’interaction {e´lectron-e´lectron}. Sa
prise en compte au moyen d’une onde Coulombienne repre´sentant la re´pul-
sion e´lectrostatique entre les deux e´lectrons s’est ave´re´e de´terminante pour
les distributions en angle et en e´nergie. Pourtant, la manie`re dont nous avons
conside´re´ ces corre´lations dans l’e´tat final n’a pas permis de conclure quan-
titativement, en particulier a` propos des sections efficaces totales a` un et
deux photons. Bien que nous nous soyons rapproche´s des re´sultats angulaires
the´oriques existants a` deux photons, la description correcte des distributions
angulaires a` un photon s’est limite´e a` l’e´quipartition de l’exce`s d’e´nergie
entre les e´lectrons. De la` s’est impose´e l’e´tude de l’e´tat fondamental, ou` la
prise en compte de manie`re plus pre´cise des corre´lations s’est traduite par
l’inclusion explicite d’orbitales 2p0, 2p±. La description de nouveaux profils
hors e´quipartition, toujours pour le cas a` un photon, a de`s lors e´te´ possible.
Au niveau des distributions angulaires, nous reproduisons assez bien le com-
portement expe´rimental avec toutefois un de´calage dans la re´partition en
e´nergie, point qui ne´cessiterait un examen approfondi. Nous avons pu dans
ce cadre, de´terminer les distributions angulaires dans l’espace mais e´galement
des distributions en e´nergie inte´gre´es sur toutes les configurations spatiales.
En mettant en lien ces re´sultats avec ceux des distributions angulaires, nous
pre´disons que pour la DPI2ω avec une e´nergie de photon de ω = 1, 65 u.a.,
les e´lectrons sont pre´fe´rentiellement e´mis a` l’oppose´ l’un de l’autre et avec
une meˆme e´nergie cine´tique. Enfin, nous avons e´tudie´ l’influence d’un e´tat
interme´diaire en particulier sur la DPI2ω et montre´ l’importance grandis-
sante qu’il pouvait avoir dans le processus d’ionisation double. Nous avons
a` ce propos souleve´ la proble´matique des effets d’e´cran dans cet e´tat et en
particulier leur importance relative par rapport aux corre´lations dans l’e´tat
initial. Il s’ave`re que ces dernie`res jouent un roˆle moindre que les corre´lations
dans l’e´tat interme´diaire lorsque celui-ci contribue a` la dynamique ge´ne´rale
du syste`me.
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Le travail pre´sente´ dans ce manuscrit s’inscrit dans une the´matique quiprend actuellement un essor conside´rable, lie´e a` l’utilisation de rayon-
nements XUV brefs et intenses pour sonder la matie`re. Dans ces conditions
et a` l’e´chelle atomique, seuls quelques photons interviennent et la distinction
entre tous les processus peut de`s lors se faire plus pre´cise´ment. De plus, l’utili-
sation d’un rayonnement pre´sentant un large spectre multiplie les possibilite´s
de transitions vers un grand nombre d’e´tats atomiques. L’approche the´orique
que nous avons adopte´e dans ce contexte est de type analytique approche´e, et
se fonde sur l’utilisation d’e´tats de Coulomb-Volkov pour de´crire l’e´tat d’un
syste`me atomique en interaction a` chaque instant avec une impulsion laser.
Sous sa forme actuelle, elle s’ave`re adapte´e a` une large gamme d’e´nergies
de photon et de dure´es d’impulsion, que l’on peut facilement e´tendre au re´-
gime XUV ultra-bref ; toutefois, cette approche reste contrainte par l’emploi
d’intensite´s mode´re´es. L’objectif de ce travail a e´te´ d’exporter cette me´thode
vers trois nouveaux champs d’investigation : les intensite´s de champ laser au-
dela` des conditions de perturbation, les processus non-line´aires d’excitation
et d’ionisation double et les syste`mes multie´lectroniques. Apre`s avoir revu
les grands principes de l’interaction laser-atome au chapitre 1 et de´crit le
de´veloppement des amplitudes de transition pour l’excitation de l’hydroge`ne
et l’ionisation double de l’he´lium au chapitre 2, l’e´tude de l’interaction de
l’hydroge`ne en champ intense nous a amene´ a` prendre en compte dans un
de´veloppement Coulomb-Volkov conventionnel (CV2), le de´peuplement im-
portant de l’e´tat fondamental au cours de l’interaction. Ceci a e´te´ re´alise´ dans
le chapitre 3 par la re´solution d’e´quations couple´es re´duites, nous donnant la
population de l’e´tat fondamental, en conside´rant son couplage avec le conti-
nuum domine´ par la transition a` un photon. Ceci se justifie par les e´nergies de
photon e´leve´es que l’on envisageait alors. En tout e´tat de cause, il apparaˆıt a
posteriori que cette hypothe`se est valable tant que l’intensite´ du laser ne per-
met pas aux ordres supe´rieurs de transition de contribuer a` la meˆme propor-
tion que le premier ordre. Ainsi, nous reproduisons par exemple tre`s bien les
spectres d’ionisation du de´faut d’un cristal, assimile´ a` un atome d’hydroge`ne,
lorsque l’e´nergie du photon reste supe´rieure au potentiel d’ionisation. Nous
constatons que par une proce´dure relativement simple, nous sommes capables
d’e´tendre le domaine d’application a` des intensite´s de champ jusqu’alors dif-
ficilement accessibles par une approche CV2. Nous avons par ailleurs ve´rifie´
qu’a` partir des e´quations couple´es re´duites, nous pouvons de´duire directement
la population de l’e´tat du continuum et qu’en conditions ou` la dynamique
est domine´e par la transition a` un photon, nous pre´disons tre`s bien par ce
biais le spectre en e´nergie des e´lectrons e´jecte´s. Les applications prospectives
a` envisager sont multiples de`s lors que l’on s’inte´resse a` des champs intenses,
de l’ordre d’une u.a. (soit I = 3, 51.1016 W.cm−2) par exemple. Dans ce
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cas, aucune des the´ories usuelles d’ionisation par effet tunnel (KFR,ADK)
ne pre´dit correctement les taux d’ionisation car les transitions sont calcule´es
vers un e´tat final de Volkov non-perturbe´ [17]. Nous pourrions ainsi e´valuer
par notre me´thode CV2 renormalise´e (RCV2) la contribution de l’interaction
Coulombienne sur les taux d’ionisation en conditions de champ intense.
La seconde e´tude du chapitre 3 se focalise sur des transitions intervenant a`
l’aide d’e´nergies de photon plus petites que la moitie´ du potentiel d’ionisation
de l’hydroge`ne. Il devient alors ne´cessaire de conside´rer les transitions multi-
photoniques entre les e´tats lie´s de sa structure atomique. En appliquant une
amplitude de transition e´tablie au chapitre 2, nous avons pu calculer la pro-
babilite´ que ces phe´nome`nes se produisent. Nous sommes parvenus a` de´crire
correctement l’excitation multiphotonique des premiers e´tats de l’hydroge`ne
lorsque l’intensite´ du laser reste cette fois en conditions de perturbation. Ce-
pendant, restreindre cette description a` seulement deux niveaux ne permet
pas de de´crire la dynamique via tous les autres e´tats de la structure atomique
accessibles par des photons situe´s dans la largeur spectrale du laser. En par-
ticulier, l’apparition de pics secondaires dans le spectre d’absorption produit
par une me´thode ab initio (re´solution nume´rique de l’e´quation de Schro¨din-
ger de´pendante du temps, ESDT) te´moigne de ces passages. Toutefois, par
comparaison avec des re´sultats du type ESDT, nous pouvons clairement iden-
tifier et e´valuer la contribution des processus mis en jeu entrant dans le cadre
d’une description CV2. L’une des perspectives de ce traitement applique´ aux
e´tats lie´s, pourrait eˆtre l’e´tude du doublet Autler-Townes apparaissant lors
des transitions multiphotoniques par des e´tats interme´diaires quasi-re´sonants.
Ce doublet peut eˆtre de´crit en incluant explicitement l’un de ces e´tats dans
l’e´tat initial (( re´el )) a` l’aide d’un de´veloppement MCV2 adapte´ [147]. Puis,
l’utilisation d’une impulsion pre´sentant une de´rive de fre´quence permettrait
de se´lectionner le passage par l’une ou l’autre des composantes du doublet.
Il s’agit donc d’e´tudier comment controˆler les voies (canaux) d’ionisation
par des caracte´ristiques intrinse`ques a` l’impulsion laser. Par ailleurs, nous
pouvons e´galement nous orienter vers une mode´lisation plus ge´ne´rale de la
structure atomique. Par exemple, par la prise en compte explicite des pre-
miers e´tats lie´s 2s et 2p, puis conside´rer la contribution des e´tats suivants a`
l’aide d’une loi en N−3. Ce serait ainsi une manie`re de de´velopper un trai-
tement CV2 plus global, tout en gardant un temps de calcul court et en
e´vitant de rentrer en compe´tition avec des traitements de type ESDT. De
plus, puisque le cas monoe´lectronique semble tout a` fait adapte´ a` une des-
cription CV2, nous pouvons envisager dans ce cadre la description de spectres
d’harmoniques d’ordre e´leve´es. En conside´rant d’une part l’ionisation multi-
photonique d’un atome vers les e´tats du continuum par une amplitude CV2,
d’autre part la recombinaison radiative a` un seul photon de l’e´lectron du
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continuum vers l’e´tat initial a` l’aide d’une amplitude de type Born, il sera
possible de mode´liser le processus e´lectronique de ge´ne´ration d’harmoniques
(cf. [18] e´quation (62)). Le spectre harmonique pourra ensuite eˆtre de´duit
par une transforme´e de Fourier de l’amplitude de probabilite´ ainsi calcule´e.
Mais e´galement, du fait de la souplesse du traitement, en particulier pour
parame´trer le champ laser incident, nous pourrions envisager des e´tudes en
fonction de sa polarisation. De ce fait, nous pourrions de´crire la ge´ne´ration
d’harmoniques induites par des impulsions pre´sentant une polarisation va-
riant pendant la dure´e de l’interaction. L’objectif est de se rapprocher des
protocoles expe´rimentaux de confinement de la ge´ne´ration d’harmoniques tels
que la porte d’ellipticite´ [55] qui consiste a` restreindre le temps de ge´ne´ration,
maximum en polarisation line´aire, par une modulation de la polarisation du
rayonnement IR fondamental. Plus ge´ne´ralement, l’e´tude des conse´quences
de l’utilisation d’un tel rayonnement polarise´ sur la dynamique e´lectronique
semble accessible. Un autre sujet d’e´tude peut eˆtre de travailler avec une su-
perposition de champs laser. De fait, la voie serait ouverte a` la description de
processus a` deux couleurs : par exemple l’ionisation par une impulsion harmo-
nique couple´e a` l’impulsion IR primaire atte´nue´e. Dans ce cas, des structures
satellites de´nomme´es (( bandes-late´rales )) (ou (( side-bands ))) apparaissent
entre les pics d’absorption des harmoniques. Deux canaux contribuent a` la
production d’une bande-late´rale : d’une part l’absorption d’un photon harmo-
nique d’ordre infe´rieur plus un photon de l’IR, d’autre part l’absorption d’un
photon harmonique d’ordre supe´rieur et l’e´mission stimule´e d’un photon IR.
Ce phe´nome`ne se re´pe`te pour chaque ordre de transition harmonique conse´-
cutif, c’est un processus multiphotonique. L’intensite´ des bandes-late´rales
de´pend du de´lai de recouvrement entre les deux impulsions et l’analyse du
comportement de leurs phases relatives permet d’extraire l’information sur la
de´rive de fre´quence du train d’impulsions harmoniques [55]. Dans un premier
temps, nous serions en mesure de reproduire ces structures satellites ; par la
suite, la prise en compte dans notre mode`le de la de´rive de fre´quence nous
permettrait de regarder le de´tail des caracte´ristiques des bandes-late´rales.
Dans un troisie`me temps (partie 2), nous avons effectue´ une e´tude ex-
haustive, sur la base de l’approche CV2, de la double ionisation de l’he´lium
par absorption d’un et deux photons. La double ionisation par absorption
d’un photon (DPIω) ayant largement e´te´ e´tudie´e, nous avons pu comparer
notre (( mode`le simple )) avec les re´sultats the´oriques et expe´rimentaux de´ja`
publie´s. La double ionisation par absorption de deux photons (DPI2ω) est
quant a` elle un domaine beaucoup plus ouvert, les re´sultats the´oriques et ex-
pe´rimentaux divergeant a` ce propos. Notre approche nous a permis d’extraire
les sections efficaces totales et les distributions en angle et en e´nergie. Nous
avons montre´ que les corre´lations e´lectroniques jouent des roˆles tre`s diffe´rents
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dans la DPIω et DPI2ω. Nous avons tout d’abord e´tudie´ la DPIω, et montre´
qu’aux intensite´s utilise´es dans ce travail, l’approche CV2 correspond a` une
the´orie des perturbations au premier ordre (chapitre 4). Des re´sultats calcule´s
par des approches fonde´es sur cette the´orie peuvent donc eˆtre directement
compare´s a` nos re´sultats. Dans notre cas, une repre´sentation simple impli-
quant deux orbitales 1s e´crante´es pour l’e´tat initial et deux Coulombiennes
pour l’e´tat final (calcule´es en supposant que les e´lectrons subissent un champ
cre´e par la meˆme charge nucle´aire Zk = Zk′ = 2) conduit a` une e´valuation
de la section efficace en accord avec les re´sultats de la DPIω existants, sur
une large gamme d’e´nergies de photon. Une telle repre´sentation conduit a`
un couple de moments angulaires e´lectroniques (0,1) dans l’e´tat final et est
donc tre`s incomple`te. Cependant, si on excepte tout accord fortuit, on peut
imaginer que ce canal repre´sente bien le flux (( primaire )) de double ioni-
sation a` un photon, mais la redistribution par les corre´lations e´lectroniques
entre les canaux de double ionisation de moments angulaires (1,2), (2,3) etc.
est bien suˆr absente de la repre´sentation. Ceci est confirme´ par l’analyse des
distributions en angle de l’e´jection des e´lectrons qui ne correspondent pas
aux re´sultats expe´rimentaux. Nous avons donc poursuivi notre e´tude dans le
chapitre 5 par la prise en compte de l’effet des corre´lations dans l’e´tat final
et par l’ame´lioration de l’e´tat initial dans le chapitre 6. Nous avons applique´
dans l’e´tat final un facteur de normalisation ((( facteur de Maulbetsch ))) qui
prend en compte la re´pulsion e´lectronique et obtenu de bons re´sultats pour
les distributions angulaires dans le cas d’une e´quipartition de l’e´nergie des
e´lectrons e´mis. Il faut ne´anmoins noter qu’avec ce facteur, l’e´tat final n’est
plus correctement normalise´ et il est impossible de calculer quantitativement
des sections efficaces absolues. Lorsqu’on ame´liore la repre´sentation de l’e´tat
initial en incluant des orbitales 2p, on obtient des distributions angulaires qui
se comparent bien avec les re´sultats the´oriques et expe´rimentaux existant a`
la fois a` l’e´quipartition et hors e´quipartition. De bons re´sultats sont aussi
obtenus pour la distribution en e´nergie des e´lectrons inte´gre´e sur tout l’es-
pace : par exemple pour des photons de 100 eV (3, 676 u.a.) (apportant un
exce`s d’e´nergie de 21 eV (0, 77 u.a.) au-dessus du seuil de double ionisation),
on obtient un profil plat releve´ aux extre´mite´s correspondant a` un e´lectron
emportant la quasi-totalite´ de l’e´nergie en exce`s. Ce re´sultat est en accord
avec les profils expe´rimentaux [214], mais aussi en bon accord avec la distri-
bution the´orique calcule´e par D. Proulx et R. Shakeshaft [166]. Ces derniers
montrent e´galement que pour des e´nergies de photon supe´rieures a` 100 eV ,
le canal ou` un des e´lectrons emporte la quasi-totalite´ de l’exce`s d’e´nergie est
favorise´. Exporter notre calcul a` ces e´nergies constitue la prochaine e´tape de
notre travail, d’autant que des re´sultats expe´rimentaux sont disponibles avec
des photons de 179 eV (6,58 u.a.) [195]. Nous voyons ainsi qu’il est abso-
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lument ne´cessaire de repre´senter finement les corre´lations e´lectroniques a` la
fois dans les e´tats initial et final pour avoir une description comple`te de la
DPIω au moins au niveau des distributions angulaires. Ce travail constitue
donc un test positif pour le de´veloppement CV2 ; en meˆme temps, il met en
lumie`re les diffe´rences avec la dynamique du processus de DPI2ω.
Pour ce me´canisme, nous avons montre´ que l’approche CV2 de la DPI2ω
prend en compte deux types de processus : d’une part l’absorption directe
d’un photon par chacun des e´lectrons de´crit par une orbitale 1s de l’e´tat
initial (TS2), et d’autre part l’absorption de deux photons par un e´lectron 1s
et l’e´jection subse´quente de l’autre e´lectron par recouvrement sur un e´tat du
continuum. Contrairement a` la DPIω, le de´veloppement de l’amplitude CV2
aux intensite´s mode´re´es ne correspond pas a` la the´orie des perturbations au
deuxie`me ordre (Born II). La relaxation de l’ion He+ qui intervient lors de la
double ionisation se´quentielle, n’est par exemple pas repre´sente´e dans l’ap-
proche CV2. Nous pouvons cependant montrer que si l’on veut s’orienter vers
l’e´tude de la compe´tition entre le processus direct et le processus se´quentiel
d’ionisation double, la premie`re e´tape, l’ionisation simple de l’he´lium, est en
tre`s bon accord avec les re´sultats expe´rimentaux (cf. Fig. 7.8). En particulier
dans la re´gion d’e´nergie de photon ou` ce processus se´quentiel domine c’est-
a`-dire pour ω > 2 u.a. Notre e´tude a donc porte´ sur la double ionisation
directe de l’he´lium avec des e´nergies de photon infe´rieures a` 2 u.a. (54,42
eV ). Dans le cadre de notre de´veloppement le plus simple de´crit plus haut
(sans corre´lations dans l’e´tat final et sans e´tats interme´diaires), on obtient
a` l’e´quipartition de l’exce`s d’e´nergie, une distribution angulaire asyme´trique
de l’e´jection des e´lectrons, favorise´e dans des directions oppose´es. Ceci est
qualitativement en accord avec les re´sultats the´oriques publie´s [202] et les
calculs re´cents effectue´s par H. Bachau au CELIA et B. Piraux a` l’UCL. Il
est important de noter que, si la section efficace totale est domine´e par le
TS2, il faut inclure le processus annexe d’absorption de deux photons par un
e´lectron pour repre´senter l’asyme´trie dans la distribution des lobes e´jecte´s.
En effet, le processus TS2 conduit a` un e´tat final de moments angulaires (1,1)
repre´sente´ par deux lobes syme´triques. Pour le profil angulaire a` l’e´quipar-
tition, la prise en compte du processus annexe conduit a` des configurations
de moments angulaires (0,0) et (0,2) qui brisent cette syme´trie. Ne´anmoins
les re´sultats ne sont pas totalement satisfaisants dans la mesure ou` l’e´jection
de deux e´lectrons dans la meˆme direction et avec la meˆme e´nergie n’est pas
ne´gligeable, ce qui est non-physique. La prise en compte de la re´pulsion e´lec-
tronique dans l’e´tat final au-travers du (( facteur de Maulbetsch )) conduit a`
une ame´lioration des re´sultats dans le sens ou` la distribution angulaire est tre`s
proche des re´sultats re´cents de [202] avec une asyme´trie tre`s accentue´e des
lobes d’e´jection. La distribution en e´nergie inte´gre´e sur tout l’espace montre
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quant a` elle un profil parabolique maximum a` l’e´quipartition et pour une
e´nergie de photon de ω = 1, 65 u.a. (45 eV ). En mettant en lien ce re´sultat
et ceux des distributions angulaires, la principale conclusion que nous tirons
est qu’a` cette e´nergie de photon, les e´lectrons sont pre´fe´rentiellement e´mis
dans le continuum a` 180o l’un de l’autre, avec la meˆme e´nergie. A la diffe´rence
de la DPIω, la section efficace totale obtenue avec CV2 a` l’aide du mode`le
de base est tre`s infe´rieure aux re´sultats existants. Nous avons vu, dans la
partie 1 consacre´e a` l’hydroge`ne en champ UV intense, que la repre´sentation
CV2, de´veloppe´e de fac¸on perturbative, ne repre´sente pas les transitions par
les e´tats interme´diaires. Il e´tait donc inte´ressant de comparer les approches
Born au deuxie`me ordre (Born II) et CV2 pour e´valuer la contribution spe´ci-
fique de l’un de ces e´tats a` la DPI2ω. Une e´tude de´taille´e du de´veloppement
Born II mene´e au chapitre 7 montre que l’inclusion de He+ conduit a` une
augmentation significative de la section efficace de DPI2ω, qui se rapproche
donc des calculs re´fe´rence´s. Nous montrons e´galement que l’e´crantage de la
charge nucle´aire (corre´lations a` l’ordre 0) au sein de cet e´tat sont e´galement
a` conside´rer pour la description ge´ne´rale du phe´nome`ne. Notre e´tude de la
DPI2ω nous a donc permis d’extraire des informations importantes sur la dy-
namique de ce processus, qui reste un sujet largement ouvert. Comme nous
l’avons note´ dans l’introduction, il faut conside´rer ce travail comme une e´tape
vers l’e´tude de la double ionisation en champ laser XUV tre`s intense. Graˆce au
de´veloppement du laser a` e´lectrons libres, on peut envisager la production de
rayonnement XUV a` des intensite´s importantes (de l’ordre de 1017 W.cm−2)
avec des temps d’interaction tre`s brefs. Il y a, a` notre connaissance peu de
travaux dans ce contexte, par exemple dans [215] les auteurs ont applique´ la
the´orie SFA a` l’ionisation non-se´quentielle de l’he´lium en polarisation circu-
laire avec des photons de quelques unite´s atomiques. Dans une approche tre`s
prospective, ces auteurs ont conside´re´ des intensite´s tre`s e´leve´es (de l’ordre
de 1020 W.cm−2) dans la limite non-relativiste et ont e´tudie´ en particulier le
processus de stabilisation. Le domaine d’intensite´ qui nous inte´resse est moins
e´leve´ (1016−1018 W.cm−2), pour des photons de quelques unite´s atomiques le
parame`tre de Keldysh devient infe´rieur a` 1 : on passe ainsi du re´gime multi-
photonique au re´gime non-perturbatif d’ionisation. Peut-on conside´rer, dans
un contexte ou` la double ionisation se fait dans un temps bref (sans relaxa-
tion de He+), seulement ce qui re´sulte de l’absorption simultane´e (directe)
d’un ou plusieurs photons par l’e´tat initial ? L’approche CV2 est-elle valide
dans ce contexte ? Comment e´voluent les sections efficaces et les distributions
en e´nergie et en angle ? Autant de questions qui constituent les futures voies
sur lesquelles nous pouvons nous engager. En de´finitive, le travail que nous
avons mene´ tout au long de ce manuscrit prend son importance quand on se
place du point de vue de l’analyse de´taille´e du comportement e´lectronique.
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Il s’agit de posse´der non pas un outil ge´ne´ral mais bien une collection d’ou-
tils spe´cialise´s, adapte´s et modulables entre eux. Nous espe´rons donc avoir









































Fig. 7.8 – Section efficace totale de simple ionisation de l’he´lium calcule´e par
CV2.
218 Conclusion et perspectives
Table des figures
1.1 Ionisation d’un atome d’hydroge`ne par une impulsion laser IR
de 800 nm. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 31
1.2 Spectres en e´nergie des e´lectrons e´jecte´s cre´e´s dans l’argon
par une impulsion laser IR a` 800 nm, d’intensite´ creˆte I =
5.1013 W.cm−2 et de dure´e a` mi-hauteur de 40 fs. . . . . . . . 32
1.3 Illustration du de´placement des niveaux duˆ a` l’effet Stark dy-
namique et de l’apparition de sous-structures dans le spectre
ATI. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 33
1.4 Spectre harmonique ge´ne´re´ dans l’argon par une impulsion
laser IR a` 800 nm, d’intensite´ creˆte I = 2.1014 W.cm−2 et
de dure´e a` mi-hauteur de 30 fs reconstruit a` partir d’une
me´thode SFA. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 35
1.5 Spectres harmoniques expe´rimentaux ge´ne´re´s dans des gaz d’ar-
gon et de krypton irradie´s par une impulsion laser IR a` 800 nm,
d’intensite´ creˆte I = 2.1014 W.cm−2 et de dure´e a` mi-hauteur
de 30-35 fs. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 36
1.6 Repre´sentation sche´matique des re´gions de la R-matrice. . . . 41
1.7 Repre´sentation sche´matique des diffe´rents re´gimes d’ionisation. 49
1.8 Repre´sentation sche´matique d’un atome d’he´lium . . . . . . . 53
1.9 Profil temporel du champ e´lectrique d’une impulsion laser avec
une enveloppe sin2 d’e´nergie ω = 1, 65 u.a. d’amplitude creˆte
E0 = 10
−3 u.a. et de Ncycles = 30. . . . . . . . . . . . . . . . . 58
1.10 Transforme´e de Fourier d’une impulsion laser avec une enve-
loppe sin2 d’e´nergie ω = 1, 65 u.a. d’amplitude creˆte E0 =
10−3 u.a. et de Ncycles = 30. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 59
2.1 Syste`me de coordonne´es e´lectroniques. . . . . . . . . . . . . . 75
220 TABLE DES FIGURES
3.1 Densite´ de probabilite´ d’ionisation d’un cristal pre´sentant un
de´faut de structure, calcule´e par ESDT (rouge), RCV2 (bleu)
et ECR (noir). . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 90




par par CV2 (rouge) et ESDT (bleu). . . . . . . . . . . . . . . 99




par par CV2 (rouge), ESDT (bleu) et Born II (noir). . . . . . 100




calcule´e par ESDT avec une enveloppe sin2 (rouge) et
gaussienne (bleu). . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 101
4.1 Repre´sentation sche´matique de la DPIω. . . . . . . . . . . . . 118
4.2 Repre´sentation sche´matique du TS1. . . . . . . . . . . . . . . 120
4.3 Repre´sentation sche´matique du Shake-off. . . . . . . . . . . . . 121
4.4 Repre´sentation sche´matique de la DPI2ω directe et se´quentielle.122
4.5 Correspondance couleur-e´nergie des couples (ε~k,ε~k′) des courbes
de densite´ pour ω = 3, 3 u.a. et ε(1s)2 = −2, 8476562 u.a. . . . 129
4.6 Distribution CV2 en angle de la DPIω avec He(1s)2 et e´tat
final non corre´le´ ω = 3, 3 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5
pour la le´gende sur les couleurs). . . . . . . . . . . . . . . . . 132
4.7 Distribution CV2 en e´nergie de la DPIω avec He(1s)2 et e´tat
final non corre´le´ ω = 3, 3 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5
pour la le´gende sur les couleurs). . . . . . . . . . . . . . . . . 133
4.8 Section efficace totale de DPIω calcule´e par CV2. . . . . . . . 134
4.9 Distribution CV2 en angle de la DPI2ω avec He(1s)2 et e´tat
final non corre´le´, Zi = 1, 6875 pour a), b), c) et d), Zi = 2
pour e) et f), ω = 1, 65 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour
la le´gende sur les couleurs). . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 138
4.10 Distribution CV2 en e´nergie de la DPI2ω avec He(1s)2 et e´tat
final non corre´le´, Zi = 1, 6875 pour a), b) et c), Zi = 2 pour
d), e) et f), ω = 1, 65 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour
la le´gende sur les couleurs). . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 139
4.11 Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par CV2. . . . . . . . 140
5.1 Section efficace totale de DPIω calcule´e par CV2 et e´crantage
de charge variable dans l’e´tat final. . . . . . . . . . . . . . . . 143
5.2 Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par CV2 et corre´la-
tions variables dans l’e´tat final. . . . . . . . . . . . . . . . . . 144
TABLE DES FIGURES 221
5.3 Distribution CV2 en angle de la DPIω avec He(1s)2 et corre´-
lations 2SC dans l’e´tat final, ω = 3, 3 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf.
Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs). . . . . . . . . . . . 148
5.4 Distribution CV2 en e´nergie de la DPIω avec He(1s)2 et cor-
re´lations 2SC dans l’e´tat final, ω = 3, 3 u.a., E0 = 10
−3 u.a.,
(cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs). . . . . . . . . . 149
5.5 Section efficace totale de DPIω calcule´e par CV2 avec corre´la-
tions 2SC dans l’e´tat final. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 150
5.6 Distribution CV2 en e´nergie de la DPI2ω avec He(1s)2 et cor-
re´lations 2SC dans l’e´tat final, ω = 1, 65 u.a., E0 = 10
−3 u.a.,
(cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs). . . . . . . . . . 152
5.7 Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par CV2 avec corre´-
lations 2SC dans l’e´tat final. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 153
5.8 Distribution CV2 en angle de la DPIω avec He(1s)2 et corre´-
lations 3C dans l’e´tat final, ω = 3, 3 u.a., E0 = 10
−3 u.a., (cf.
Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs). . . . . . . . . . . . 156
5.9 Distribution CV2 en e´nergie de la DPIω avec He(1s)2 et cor-
re´lations 3C dans l’e´tat final, ω = 3, 3 u.a., E0 = 10
−3 u.a.,
(cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs). . . . . . . . . . 157
5.10 Section efficace totale de DPIω calcule´e par CV2 avec corre´la-
tions 3C dans l’e´tat final. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 158
5.11 Distribution CV2 en angle de la DPI2ω avec He(1s)2 et cor-
re´lations 3C dans l’e´tat final, ω = 1, 65 u.a., E0 = 10
−3 u.a.,
(cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs). . . . . . . . . . 160
5.12 Distribution CV2 en e´nergie de la DPI2ω avec He(1s)2 et cor-
re´lations 3C dans l’e´tat final, ω = 1, 65 u.a., E0 = 10
−3 u.a.,
(cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs). . . . . . . . . . 161
5.13 Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par CV2 avec corre´-
lations 3C dans l’e´tat final. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 162
5.14 Distribution angulaire de la DPIω calcule´e par CV2 avec 3C et
e´quipartition de l’exce`s d’e´nergie : a) ω = 3 u.a ; b) ω = 4 u.a ;
c) ω = 5 u.a puis dans les meˆmes conditions que les figures a),
e) et i) de [195] ou` l’e´nergie de ε~k = 98, 5 eV ; ε~k′ = 1, 5 eV ,
ε~k = 50 eV ; ε~k′ = 50 eV et ε~k = 1, 5 eV ; ε~k′ = 98, 5 eV . Il
s’agit pour notre cas des figures d), e) et f) respectivement. . . 163
6.1 Distribution CV2 en angle de la DPIω avec e´tat fondamental
ame´liore´ sans corre´lations dans l’e´tat final, ω = 3, 3 u.a., E0 =
10−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs). . . . 170
222 TABLE DES FIGURES
6.2 Distribution CV2 en e´nergie de la DPIω avec e´tat fondamental
ame´liore´ sans corre´lations dans l’e´tat final, ω = 3, 3 u.a., E0 =
10−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs). . . . 171
6.3 Section efficace totale de DPIω calcule´e par CV2 avec e´tat
fondamental ame´liore´ sans corre´lations dans l’e´tat final. . . . . 172
6.4 Distribution CV2 en angle de la DPI2ω avec e´tat fondamental
ame´liore´ sans corre´lations dans l’e´tat final, ω = 1, 65 u.a.,
E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs). 173
6.5 Distribution CV2 en e´nergie de la DPI2ω avec e´tat fondamen-
tal ame´liore´ sans corre´lations dans l’e´tat final, ω = 1, 65 u.a.,
E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs). 174
6.6 Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par CV2 avec e´tat
fondamental ame´liore´ sans corre´lations dans l’e´tat final. . . . . 175
6.7 Distribution CV2 en angle de la DPIω avec e´tat fondamental
ame´liore´ et corre´lations 3C dans l’e´tat final, ω = 3, 3 u.a.,
E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs). 177
6.8 Distribution CV2 en e´nergie de la DPIω avec e´tat fondamental
ame´liore´ et corre´lations 3C dans l’e´tat final, ω = 3, 3 u.a.,
E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs). 178
6.9 Distribution CV2 en angles de la DPIω avec e´tat fondamental
ame´liore´ et corre´lations 3C dans l’e´tat final dans les conditions
de l’article (voir texte), ω = 179 eV , E0 = 10
−3 u.a., a) ε~k =
100 eV , b) ε~k = 98, 5 eV , c) ε~k = 90 eV , d) ε~k = 80 eV , e)
e´quipartition ε~k = 50 eV , f) ε~k = 20 eV , g) ε~k = 10 eV , h)
ε~k = 1, 5 eV , i) ε~k = 0 eV . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 180
6.10 Profils d’e´jections angulaires en trois dimensions avec ω =
3, 3 u.a. et E0 = 10
−3 u.a. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 182
6.11 Distribution CV2 en e´nergie de la DPIω, inte´gre´e sur les angles
avec e´tat fondamental ame´liore´, corre´lations 3C dans l’e´tat
final et normalise´e a` l’exce`s d’e´nergie, ω = 3, 67647 u.a. et
E0 = 10
−3 u.a. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 183
6.12 Distribution CV2 en e´nergie de la DPIω, inte´gre´e sur les angles
avec e´tat fondamental ame´liore´, sans corre´lations 3C dans l’e´tat
final et normalise´e a` l’exce`s d’e´nergie, ω = 3, 67647 u.a. et
E0 = 10
−3 u.a. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 184
6.13 Distribution CV2 en angle de la DPI2ω avec e´tat fondamental
ame´liore´, corre´lations 3C dans l’e´tat final, ω = 1, 65 u.a., E0 =
10−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs). . . . 186
6.14 Distribution CV2 en e´nergie de la DPI2ω avec e´tat fondamen-
tal ame´liore´ et corre´lations 3C dans l’e´tat final, ω = 1, 65 u.a.,
E0 = 10
−3 u.a., (cf. Fig. 4.5 pour la le´gende sur les couleurs). 187
TABLE DES FIGURES 223
6.15 Profils d’e´jections angulaires en trois dimensions avec ω =
3, 3 u.a. : a) ε~k = 0, 35 u.a. et θk = 0
o, b) ε~k = 0, 35 u.a. et
θk = 45
o. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 188
6.16 Distribution CV2 en angle de la DPI2ω, inte´gre´e sur les angles
avec e´tat fondamental ame´liore´, corre´lations 3C dans l’e´tat
final et normalise´e a` l’exce`s d’e´nergie ω = 1, 65 u.a., E0 =
10−3 u.a. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 189
6.17 Distribution CV2 en e´nergie de la DPI2ω, inte´gre´e sur les
angles avec e´tat fondamental ame´liore´ sans corre´lations 3C
dans l’e´tat final et normalise´e a` l’exce`s d’e´nergie ω = 1, 65 u.a.,
E0 = 10
−3 u.a. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 190
6.18 Etude de la distribution CV2 en angle de la DPI2ω pour l’e´qui-
partition avec ω = 1, 65 u.a., e´tat fondamental ame´liore´ et
corre´lations 3C dans l’e´tat final en fonction de l’intensite´ a)
E0 = 4 u.a., b) E0 = 5 u.a., c) E0 = 6 u.a., d) E0 = 7 u.a., e)
E0 = 8 u.a., f) E0 = 9 u.a. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 191
7.1 Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par Born II sans
e´tats interme´diaires et re´duite a` l’absorption d’un photon par
chaque e´lectron (TS2), re´fe´rence´e Born II (1). . . . . . . . . . 198
7.2 Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par Born II avec e´tat
interme´diaire et sans corre´lations dans l’e´tat interme´diaire ni
final, re´fe´rence´e Born II (2). . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 201
7.3 Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par Born II avec e´tat
interme´diaire et sans corre´lations dans l’e´tat interme´diaire ni
final, prolonge´e au-dela` du seuil de double ionisation, re´fe´ren-
ce´e Born II (3). . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 202
7.4 Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par Born II avec e´tat
interme´diaire et avec corre´lations variables dans l’e´tat inter-
me´diaire et l’e´tat final, re´fe´rence´e Born II (4). . . . . . . . . . 202
7.5 Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par Born II avec e´tat
fondamental ame´liore´ d’e´nergie εi = −2, 8476562 u.a. sans
corre´lations dans l’e´tat interme´diaire ni final, re´fe´rence´e Born
II (5). . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 204
7.6 Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par Born II avec
e´tat fondamental ame´liore´ sans orbitales 2p, d’e´nergie εi =
−2, 8476562 u.a. sans corre´lations dans l’e´tat interme´diaire ni
final, re´fe´rence´e Born II (6). . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 205
224 TABLE DES FIGURES
7.7 Section efficace totale de DPI2ω calcule´e par Born II avec e´tat
fondamental ame´liore´ d’e´nergie εi = −2, 8476562 u.a. avec
corre´lations radiales dans l’e´tat interme´diaire, re´fe´rence´e Born
II (7). . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 205
7.8 Section efficace totale de simple ionisation de l’he´lium calcule´e
par CV2. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 217
Re´fe´rences
[1] C.W. Robertson and P. Sprangle. A review of free-electron lasers. Phys.
Fluids B, 1 :3–43, 1989.
[2] H. Wabnitz, L. Bittner, A.R.B. de Castro, R. Do¨hrmann, P. Gu¨rt-
ler, T. Laarman, W. Laasch, J. Schulz, A. Swiderski, K. von Haeften,
T. Mo¨ller, B. Faatz, A. Fateev, J. Feldhaus, C. Gerth, U. Hahn, E. Sal-
din, E. Schneidmiller, K. Sytchev, K. Tiedtke, R. Treusch, and M. Yur-
kov. Multiple ionization of atom clusters by intense soft x-rays from a
free-electron laser. Nature, 420 :482, 2002.
[3] A.A. Sorokin, M. Wellhofer, S.V. Bobashev, K. Tiedtke, and M. Rich-
ter. X-ray-laser interaction with matter and the role of multiphoton
ionization : Free-electron-laser studies on neon and helium. Physical
Review A (Atomic, Molecular, and Optical Physics), 75(5) :051402,
2007.
[4] M. Nagasono, E. Suljoti, A. Pietzsch, F. Hennies, M. Wellhofer, J.-T.
Hoeft, M. Martins, W. Wurth, R. Treusch, J. Feldhaus, J.R. Schnei-
der, and A. Fohlisch. Resonant two-photon absorption of extreme-
ultraviolet free-electron-laser radiation in helium. Physical Review A
(Atomic, Molecular, and Optical Physics), 75(5) :051406, 2007.
[5] H. Mashiko, A. Suda, and K. Midorikawa. Focusing coherent soft-x-ray
radiation to a micrometer spot size with an intensity of 1014 w/cm2.
Opt. Lett., 29(16) :1927–1929, 2004.
[6] H. Hasegawa, E.J. Takahashi, Y. Nabekawa, K.L. Ishikawa, and K. Mi-
dorikawa. Multiphoton ionization of he by using intense high-order
harmonics in the soft-x-ray region. Physical Review A (Atomic, Mole-
cular, and Optical Physics), 71(2) :023407, 2005.
[7] P. Antoine, D.B. Milosˇevic´, A. L’Huillier, M.B. Gaarde, P. Salie`res, and
M. Lewenstein. Generation of attosecond pulses in macroscopic media.
Phys. Rev. A, 56(6) :4960–4969, Dec 1997.
226 RE´FE´RENCES
[8] P.M. Paul, E.S. Toma, P. Berger, G. Mullot, F. Auge´, P. Balcou, and
H.G. Muller. Observation of a train of attosecond pulses from high
harmonic generation. Science, 292 :2689, 2001.
[9] C. Iaconis and I.A. Walmsley. Spectral phase interferometry for di-
rect electric-field reconstruction of ultrashort optical pulses. Opt. Lett.,
23(10) :792–794, 1998.
[10] J. Ullrich, R. Moshammer, R. Do¨rner, O. Jagutski, V. Mergel,
H. Schmidt-Bo¨cking, and L. Spielberger. Recoil-ion momentum spec-
troscopy. J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 30 :2917–2974, 1997.
[11] D.B. Milosevic, G.G. Paulus, D. Bauer, and W. Becker. Above-
threshold ionization by few-cycle pulses. J. Phys. B : At. Mol. Opt.
Phys., 39 :R203–R262, 2006.
[12] D.M. Volkov. Z. Phys., 94 :250, 1935.
[13] L.V. Keldysh. Ionization in the field of a strong electromagnetic wave.
Sov. Phys. JETP, 20 :1307–1314, 1965.
[14] F.H.M. Faisal. Multiple absorption of laser photons by atoms. J. Phys.
B : At. Mol. Opt. Phys., 6 :L89–L92, 1973.
[15] H.R. Reiss. Effect of an intense electromagnetic field on a weakly bound
system. Phys. Rev. A, 22(5) :1786–1813, Nov 1980.
[16] M.V. Ammosov, N.B. Delone, and V.P. Krainov. Tunnel ionization of
complex atoms and of atomic ions in an alternating electromagnetic
field. Sov. Phys. JETP, 91 :2008–2013, 1986.
[17] D. Bauer and P. Mulser. Exact field ionization rates in the
barrier-suppression regime from numerical time-dependent schro¨dinger-
equation calculations. Phys. Rev. A, 59(1) :569–577, Jan 1999.
[18] A. Becker and F.H.M. Faisal. Intense-field many-body s-matrix theory.
J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 38 :R1–R56, 2005.
[19] A. de Bohan, B. Piraux, L. Ponce, R. Ta¨ıeb, V. Ve´niard, and A. Ma-
quet. Direct and indirect pathways in strong field atomic ionization
dynamics. Phys. Rev. Lett., 89(11) :113002, Aug 2002.
[20] M. Jain and N. Tzoar. Compton scattering in the presence of coherent
electromagnetic radiation. Phys. Rev. A, 18(2) :538–545, Aug 1978.
[21] G. Duchateau, E. Cormier, H. Bachau, and R. Gayet. Coulomb-volkov
approach of atom ionization by intense and ultrashort laser pulses.
Phys. Rev. A, 63(5) :053411, Apr 2001.
[22] G. Duchateau, E. Cormier, and R. Gayet. Coulomb-volkov approach
of ionization by extreme-ultraviolet laser pulses in the subfemtosecond
regime. Phys. Rev. A, 66(2) :023412, Aug 2002.
RE´FE´RENCES 227
[23] V.D. Rodriguez, E. Cormier, and R. Gayet. Ionization by short uv
laser pulses : Secondary above-threshold-ionization peaks of the elec-
tron spectrum investigated through a modified coulomb-volkov ap-
proach. Physical Review A (Atomic, Molecular, and Optical Physics),
69(5) :053402, 2004.
[24] D. Strickland and G. Mourou. Compression of amplified chirped optical
pulses. Opt. Comm., 56 :219–221, 1985.
[25] M. Ferray, A. L’Huillier, X.F. Li, L.A. Lompre´, G. Mainfray, and C. Ma-
nus. Multiple-harmonic conversion of 1046 nm radiation in rare gases.
J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 21 :L31–L35, 1988.
[26] A. McPherson, G. Gibson, H. Jara, U. Johann, T.S. Luk, I.A. McIntyre,
K. Boyer, and C.K. Rohdes. Studies of multiphoton production of
vacuum-ultraviolet radiation in the rare gases. J. Opt. Soc. Am. B,
4 :595–601, 1987.
[27] J.L. Hall, E.J. Robinson, and L.M. Branscomb. Laser double-quantum
photodetachment of i−. Phys. Rev. Lett., 14(25) :1013–1016, Jun 1965.
[28] G.S. Voronov and N.B. Delone. Many photon ionization of the xenon
atom by ruby laser radiation. Sov. Phys. JETP, 23 :54–58, 1966.
[29] L.A. Lompre´, G. Mainfray, C. Manus, S. Repoux, and J. Thebault.
Multiphoton ionization of rare gases at very high laser intensity (1015
w/cm2) by a 30-psec laser pulse at 1.06 µm. Phys. Rev. Lett.,
36(16) :949–952, Apr 1976.
[30] L.A. Lompre´, G. Mainfray, C. Manus, and J. Thebault. Multiphoton
ionization of rare gases by a tunable-wavelength 30-psec laser pulse at
1.06 µm. Phys. Rev. A, 15(4) :1604–1612, Apr 1977.
[31] A. L’Huillier, L.A. Lompre´, G. Mainfray, and C. Manus. Multiply char-
ged ions formed by multiphoton absorption processes in the continuum.
Phys. Rev. Lett., 48(26) :1814–1817, Jun 1982.
[32] A. L’Huillier, L.A. Lompre´, G. Mainfray, and C. Manus. Multiply
charged ions induced by multiphoton absorption processes in rare-gas
atoms at 1.064 µm. J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 16(8) :1363–1381,
Apr 1983.
[33] X. Tang, A. Lyras, and P. Lambropoulos. Dynamics of resonances
rapidly shifting under short laser pulses. Phys. Rev. Lett., 63(9) :972–
975, Aug 1989.
[34] X. Tang, H. Rudolph, and P. Lambropoulos. Nonperturbative approach
to atomic multiphoton processes under intense, short laser pulses. Phys.
Rev. Lett., 65(26) :3269–3272, Dec 1990.
228 RE´FE´RENCES
[35] P. Agostini, F. Fabre, G. Mainfray, G. Petite, and N.K. Rahman. Free-
free transitions following six-photon ionization of xenon atoms. Phys.
Rev. Lett., 42(17) :1127–1130, Apr 1979.
[36] P. Kruit, J. Kimman, H.G. Muller, and M.J. van der Wiel. Electron
spectra from multiphoton ionization of xenon at 1064, 532, and 355
nm. Phys. Rev. A, 28(1) :248–255, Jul 1983.
[37] P. Agostini, J. Kupersztych, L.A. Lompre´, G. Petite, and F. Yergeau.
Direct evidence of ponderomotive effects via laser pulse duration in
above-threshold ionization. Phys. Rev. A, 36(8) :4111–4114, Oct 1987.
[38] P.H. Bucksbaum, R.R. Freeman, M. Bashkansky, and McIlrath T.J.
Role of the ponderomotive potential in above-threshold ionization. J.
Opt. Soc. Am. B, 4 :760–764, 1987.
[39] H.G. Muller, P. Agostini, and C. Petite. Atoms in Intense Laser Fields.
Academic Press, 1992.
[40] E. Cormier, D. Garzella, P. Breger, P. Agostini, G. Che´riaux, and C. Le-
blanc. Above-threshold ionization contrast and channel closure in ar-
gon. Journal of Physics B : Atomic, Molecular and Optical Physics,
34 :L9–L17(1), 2001.
[41] H.J. Humpert, H. Schwier, R. Hippler, and H.O. Lutz. Angular distri-
bution of photoelectrons from above-threshold ionization of xe. Phys.
Rev. A, 32(6) :3787–3789, Dec 1985.
[42] G. Petite, P. Agostini, and H.G. Muller. Intensity dependence of non-
perturbative above-threshold ionization spectra : experimental study.
J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 21 :4097–4105, 1988.
[43] H.G. Muller, A. Tip, and M.J. van der Viel. Ponderomotive force and
ac stark shift in multiphoton ionisation. J. Phys. B : At. Mol. Opt.
Phys., 16 :L679–L685, 1983.
[44] Z. Deng and J.H. Eberly. Multiphoton absorption above ionization
threshold by atoms in strong laser fields. J. Opt. Soc. Am. B, 2 :486–
494, 1985.
[45] H.G. Muller and A. Tip. Multiphoton ionization in strong fields. Phys.
Rev. A, 30(6) :3039–3050, Dec 1984.
[46] L. Pan, L. Jr. Armstrong, and J.H. Eberly. Comments on the effect
of the ponderomotive potential in the above-threshold ionization pro-
cesses. J. Opt. Soc. Am. B, 3 :1319–1322, 1986.
[47] J. Morellec, D. Normand, and G. Petite. Resonance shifts in the mul-
tiphoton ionization of cesium atoms. Phys. Rev. A, 14(1) :300–312, Jul
1976.
RE´FE´RENCES 229
[48] R.R. Freeman, P.H. Bucksbaum, H. Milchberg, S. Darack, D. Schuma-
cher, and M.E. Geusic. Above-threshold ionization with subpicosecond
laser pulses. Phys. Rev. Lett., 59(10) :1092–1095, Sep 1987.
[49] H. Rudolph, X. Tang, H. Bachau, P. Lambropoulos, and E. Cormier.
Theory of intense-field ionization and above-threshold ionization of he-
lium through multiple resonances. Phys. Rev. Lett., 66(25) :3241–3244,
Jun 1991.
[50] G.H.C. New and J.F. Ward. Optical third-harmonic generation in
gases. Phys. Rev. Lett., 19(10) :556–559, Sep 1967.
[51] A. L’Huillier and P. Balcou. High-order harmonic generation in rare
gases with a 1-ps 1053-nm laser. Phys. Rev. Lett., 70(6) :774–777, Feb
1993.
[52] T. Ditmire, E.T. Gumbrell, R.A. Smith, J.W.G. Tisch, D.D. Meyerho-
fer, and M.H.R. Hutchinson. Spatial coherence measurement of soft
x-ray radiation produced by high order harmonic generation. Phys.
Rev. Lett., 77(23) :4756–4759, Dec 1996.
[53] M. Bellini, C. Lyng˚a, A. Tozzi, M.B. Gaarde, T.W. Ha¨nsch,
A. L’Huillier, and C.-G. Wahlstro¨m. Temporal coherence of ultrashort
high-order harmonic pulses. Phys. Rev. Lett., 81(2) :297–300, Jul 1998.
[54] S. Kazamias, D. Douillet, F. Weihe, C. Valentin, A. Rousse, S. Sebban,
G. Grillon, F. Auge´, D. Hulin, and P. Balcou. Global optimization of
high harmonic generation. Phys. Rev. Lett., 90(19) :193901, May 2003.
[55] A. Za¨ır. Production et caracte´risation d’impulsions attosecondes VUV
par ge´ne´ration d’harmoniques d’ordre e´leve´. PhD thesis, Universite´
Bordeaux 1, 2006.
[56] H.B. Van Linden van der Heuvell and H.G. Muller. Multiphoton Pro-
cesses. Cambridge Univ. Press, 1988.
[57] P. B. Corkum. Plasma perspective on strong field multiphoton ioniza-
tion. Phys. Rev. Lett., 71(13) :1994–1997, Sep 1993.
[58] K.C. Kulander, K.J. Schafer, and J.L. Krause. Proceedings of the
NATO Advanced Research Workshop SILAP III. Plenum, 1993.
[59] M. Lewenstein, P. Balcou, M.Y. Ivanov, A. L’Huillier, and P.B. Cor-
kum. Theory of high-harmonic generation by low-frequency laser fields.
Phys. Rev. A, 49(3) :2117–2132, Mar 1994.
[60] G.G. Paulus, W. Nicklich, H. Xu, P. Lambropoulos, and H. Wal-
ther. Plateau in above threshold ionization spectra. Phys. Rev. Lett.,
72(18) :2851–2854, May 1994.
230 RE´FE´RENCES
[61] B. Yang, K.J. Schafer, B. Walker, K.C. Kulander, P. Agostini, and L.F.
DiMauro. Intensity-dependent scattering rings in high order above-
threshold ionization. Phys. Rev. Lett., 71(23) :3770–3773, Dec 1993.
[62] D. Andrick and L. Langhans. Measurement of free-free transitions in
e–ar scattering. J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 9 :L459–L461, 1976.
[63] A. Weingartshofer, J.K. Holmes, G. Caudle, E.M. Clarke, and H. Kru¨-
ger. Direct observation of multiphoton processes in laser-induced free-
free transitions. Phys. Rev. Lett., 39(5) :269–270, Aug 1977.
[64] N.M. Kroll and K.M. Watson. Charged-particle scattering in the pre-
sence of a strong electromagnetic wave. Phys. Rev. A, 8(2) :804–809,
Aug 1973.
[65] G.J. Pert. Inverse bremsstrahlung absorption in large radiation fields
during binary collisions-classical theory. J. Phys. A, 5 :506–516, 1972.
[66] L. Schlessinger and J. Wright. Inverse-bremsstrahlung absorption rate
in an intense laser field. Phys. Rev. A, 20(5) :1934–1945, Nov 1979.
[67] A. Brantov, W. Rozmus, R. Sydora, C. E. Capjack, V. Yu. Bychenkov,
and V. T. Tikhonchuk. Enhanced inverse bremsstrahlung heating rates
in a strong laser field. Physics of Plasmas, 10(8) :3385–3396, 2003.
[68] K.C. Kulander. Multiphoton ionization of hydrogen : A time-dependent
theory. Phys. Rev. A, 35(1) :445–447, Jan 1987.
[69] J. Parker, K.T. Taylor, Clark C.W., and S. Blodgett-Ford. Intense-field
multiphoton ionization of two-electron atom. J. Phys. B : At. Mol. Opt.
Phys., 29 :L33–L42, 1996.
[70] E.S. Smyth, J.S. Parker, and K.T. Taylor. Numerical integration of the
time-dependent schro¨dinger equation for laser-driven helium scattering.
Comp. Phys. Comm., 114 :1, 1998.
[71] J. Zhang and P. Lambropoulos. Non-perturbative time-dependant
theory and ati in two-electrons atoms. J. Phys. B : At. Mol. Opt.
Phys., 28 :L101, 1995.
[72] E. Cormier and P. Lambropoulos. Above-threshold ionization spectrum
of hydrogen using b-spline function. J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys.,
30 :77–91, 1997.
[73] H. Bachau, E. Cormier, P. Decleva, J.E. Hansen, and F. Martin. Appli-
cations of b-splines in atomic and molecular physics. Rep. Prog. Phys.,
64 :1815–1942, 2001.
[74] I. Bray and A.T. Stelbovics. Convergent close-coupling calculations of
electron-hydrogen scattering. Phys. Rev. A, 46(11) :6995–7011, Dec
1992.
RE´FE´RENCES 231
[75] I. Bray and A.T. Stelbovics. Ad. At. Mol. Opt. Phys. Academic Press,
1995.
[76] A.S. Kheifets and I. Bray. Photoionization with excitation and double
photoionization of the helium isoelectronic sequence. Phys. Rev. A,
58(6) :4501–4511, Dec 1998.
[77] A.S. Kheifets and I. Bray. Calculation of circular dichroism in helium
double photoionization. Phys. Rev. Lett., 81(21) :4588–4591, Nov 1998.
[78] T.N. Rescigno, M. Baertschy, W.A. Isaacs, and C.W. McCurdy. Col-
lisional breakup in a quantum system of three charged particules.
Science, 286 :2474, 1999.
[79] T.N. Rescigno and C.W. McCurdy. Numerical grid methods for
quantum-mechanical scattering problems. Phys. Rev. A, 62(3) :032706,
Aug 2000.
[80] C.W. McCurdy, D.A. Horner, T.N. Rescigno, and F. Martin. Theo-
retical treatment of double photoionization of helium using a b-spline
implementation of exterior complex scaling. Physical Review A (Ato-
mic, Molecular, and Optical Physics), 69(3) :032707, 2004.
[81] M. Rotenberg. Application of strumian functions to the schroedinger
three-body problem : Elastic e+-h scattering. Ann. Phys., 19 :262–278,
1962.
[82] D.F. Gallaher and L. Wilets. Coupled-state calculations of proton-
hydrogen scattering in the sturmian representation. Phys. Rev.,
169(1) :139–149, May 1968.
[83] R. Shakeshaft. Sturmian basis functions in the coupled state impact
parameter method for h++h scattering. J. Phys. B : At. Mol. Opt.
Phys., 8 :1114–1129, 1975.
[84] B. Piraux and R. Shakeshaft. Norm of the wave function on a complex
basis. Phys. Rev. A, 49(5) :3903–3908, May 1994.
[85] E. Huens, B. Piraux, A. Bugacov, and M. Gajda. Numerical studies
of the dynamics of multiphoton processes with arbitrary field polariza-
tion : Methodological considerations. Phys. Rev. A, 55(3) :2132–2143,
Mar 1997.
[86] G. Lagmago Kamta, B. Piraux, and A. Scrinzi. Configuration-
interaction approach for high-lying singly and doubly excited states
of two-electron systems. Phys. Rev. A, 63(4) :040502, Mar 2001.
[87] S. Chu and J. Cooper. Threshold shift and above-threshold multipho-
ton ionization of atomic hydrogen in intense laser fields. Phys. Rev. A,
32(5) :2769–2775, Nov 1985.
232 RE´FE´RENCES
[88] P.G. Burke, C.J. Noble, and V.M. Burke. Ad. At. Mol. Opt. Phys. : R-
matrix Theory and Atomic, Molecular and Optical Processes. Academic
Press, 2006.
[89] C. de Boor. A Pratical Guide to Splines. Springer-Verlag, 1978.
[90] E. Hairer, S.P. Norsett, and G. Wanner. Solving Ordinary Differential
Equations I. Springer, 1993.
[91] E. Cormier. Etude the´orique de l’interaction entre un syste`me a` 1 ou
2 e´lectrons actifs dans un champ laser intense. PhD thesis, Universite´
Bordeaux 1, 1994.
[92] P.G. Burke, P. Francken, and C.J. Joachain. R-matrix-floquet theory of
multiphoton processes. J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 24 :761–790,
1991.
[93] E.P. Wigner. Resonance reactions and anomalous scattering. Phys.
Rev., 70(1-2) :15–33, Jul 1946.
[94] E.P. Wigner. Resonance reactions. Phys. Rev., 70(9-10) :606–618, Nov
1946.
[95] E.P. Wigner and L. Eisenbud. Higher angular momenta and long range
interaction in resonance reactions. Phys. Rev., 72(1) :29–41, Jul 1947.
[96] G. Floquet. Sur les e´quations diffe´rentielles line´aires a` coefficients pe´rio-
diques. Annales scientifiques de l’E.N.S.2e´me se´rie, tome 12, 12 :47–88,
1883.
[97] A.J.F. Siegert. On the derivation of the dispersion formula for nuclear
reactions. Phys. Rev., 56(8) :750–752, Oct 1939.
[98] U. Fano. Stark effect of nonhydrogenic rydberg spectra. Phys. Rev. A,
24(1) :619–622, Jul 1981.
[99] M. Do¨rr, P.G. Burcke, C.J. Joachain, C.J. Noble, J. Purvis, and
M. Terao-Dunseath. R-matrix-floquet theory of multiphoton processes :
Iii. multiphoton ionization of atomic hydrogen. J. Phys. B : At. Mol.
Opt. Phys., 26 :L275–L280, 1993.
[100] J. Purvis, M. Do¨rr, M. Terao-Dunseath, C. J. Joachain, P. G. Burke,
and C. J. Noble. Multiphoton ionization of h− and he in intense laser
fields. Phys. Rev. Lett., 71(24) :3943–3946, Dec 1993.
[101] C. McKenna and H.W. Van der Hart. Multiphoton ionization cross
sections of neon and argon. J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 37 :457–
470, 2004.
[102] M. Madine and H.W. Van der Hart. Single- and two-photon ionization
of sr. J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 38 :1895–1905, 2005.
RE´FE´RENCES 233
[103] O. Latinne, N.J. Kylstra, M. Do¨rr, J. Purvis, M. Terao-Dunseath,
C.J. Joachain, P.G. Burke, and C.J. Noble. Laser-induced degenera-
cies involving autoionizing states in complex atoms. Phys. Rev. Lett.,
74(1) :46–49, Jan 1995.
[104] E. Costa i Bricha, C.L.S. Lewis, and H.W. Van der Hart. Multiphoton
ionization of ar7+ in two color laser field usingr-matrix floquet theory.
J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 37 :2755–2770, 2004.
[105] R. Gebarowski, P.G. Burke, K.T. Taylor, M. Do¨rr, M. Bensaid, and C.J.
Joachain. R-matrix-floquet theory of multiphoton processes :x. theory
of harmonic generation. J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 30 :1837–
1846, 1997.
[106] M. Terao-Dunseath and K.M. Dunseath. R-matrix floquet theory for
laser-assisted electron-atom scattering. J. Phys. B : At. Mol. Opt.
Phys., 35 :125–140, 2002.
[107] C.J. Joachain. Quantum collision theory. Elsevier, 1979.
[108] P. Lambropoulos. Ad. At. Mol. Phys. : Topics on multiphoton processes
in atoms. Academic Press, 1976.
[109] J.H. Yee. Four-photon transition in semiconductors. Phys. Rev. B,
3(2) :355–360, Jan 1971.
[110] F. Adduci, I. M. Catalano, A. Cingolani, and A. Minafra. Direct and
indirect two-photon processes in layered semiconductors. Phys. Rev.
B, 15(2) :926–931, Jan 1977.
[111] S. Augst, D.D. Meyerhofer, D. Strickland, and S.L. Chin. Laser ioni-
zation of noble gases by coulomb-barrier suppression. J Opt. Soc. Am.
B, 8 :858–868, 1991.
[112] U. Mohideen, M.H. Sher, H.W.K. Tom, G.D. Aumiller, O.R. Wood,
R.R. Freeman, J. Boker, and P.H. Bucksbaum. High intensity above-
threshold ionization of he. Phys. Rev. Lett., 71(4) :509–512, Jul 1993.
[113] A. Szo¨ke. Atomic and Molecular Processes with Short Intense Laser
Pulses. Plenum, 1987.
[114] M. D. Perry, A. Szoke, O. L. Landen, and E. M. Campbell. Nonresonant
multiphoton ionization of noble gases : Theory and experiment. Phys.
Rev. Lett., 60(13) :1270–1273, Mar 1988.
[115] J. Bauer. Comment on “theoretical studies of the long-range coulomb
potential effect on photoionization by strong lasers”. Physical Review
A (Atomic, Molecular, and Optical Physics), 71(6) :067401, 2005.
[116] K. Mishima, M. Hayashi, J. Yi, S.H. Lin, H.L. Selzle, and E.W. Schlag.
Generalization of keldysh’s theory. Phys. Rev. A, 66(3) :033401, Sep
2002.
234 RE´FE´RENCES
[117] C.C. Chirila and R.M. Potvliege. Low-order above-threshold ionization
in intense few-cycle laser pulses. Physical Review A (Atomic, Molecular,
and Optical Physics), 71(2) :021402, 2005.
[118] A.M. Peremolov, V.S. Popov, and M.V. Terent’ev. Ionization of atoms
in an alternating electric field. Sov. Phys. JETP, 23 :924–935, 1966.
[119] L.D. Landau and E.M. Lifshitz. Quantum Mechanics. 1978.
[120] H.W. Van der Hart, Doherty B.J.S., Parker J.S., and Taylor K.T.
Benchmark multiphoton ionization rates for he at 390 nm. J. Phys.
B : At. Mol. Opt. Phys., 38 :L207–L214, 2005.
[121] M. Wickenhauser, X.M. Tong, D.G. Arbo, J. Burgdorfer, and C.D.
Lin. Signatures of tunneling and multiphoton ionization in the
electron-momentum distributions of atoms by intense few-cycle laser
pulses. Physical Review A (Atomic, Molecular, and Optical Physics),
74(4) :041402, 2006.
[122] G. Duchateau. Etude de l’ionisation d’atomes par des impulsions laser
intenses et ultrabre`ves. PhD thesis, Universite´ Bordeaux 1, 2001.
[123] T. Tajima and J.M. Dawson. Laser electron accelerator. Phys. Rev.
Lett., 43(4) :267–270, Jul 1979.
[124] W.C. Henneberger. Perturbation method for atoms in intense light
beams. Phys. Rev. Lett., 21(12) :838–841, Sep 1968.
[125] H.R. Reiss and V.P. Krainov. Approximation for a coulomb-volkov
solution in strong fields. Phys. Rev. A, 50(2) :R910–R912, Aug 1994.
[126] T. Brabec, M.Y. Ivanov, and P.B. Corkum. Coulomb focusing in intense
field atomic processes. Phys. Rev. A, 54(4) :R2551–R2554, Oct 1996.
[127] G.L. Yudin and M.Y. Ivanov. Physics of correlated double ionization
of atoms in intense laser fields : Quasistatic tunneling limit. Phys. Rev.
A, 63(3) :033404, Feb 2001.
[128] S. Basile, F. Trombetta, G. Ferrante, R. Burlon, and C. Leone. Multi-
photon ionization of hydrogen by a strong multimode field. Phys. Rev.
A, 37(3) :1050–1052, Feb 1988.
[129] S. Basile, F. Trombetta, and G. Ferrante. Multiphoton multichannel
ionization of hydrogen with elliptically polarized light. J. Phys. B : At.
Mol. Opt. Phys., 21 :L377–L382, 1988.
[130] S. Basile, F. Trombetta, and G. Ferrante. Twofold symmetric angular
distributions in multiphoton ionization with elliptically polarized light.
Phys. Rev. Lett., 61(21) :2435–2437, Nov 1988.
RE´FE´RENCES 235
[131] P. Cavaliere, G. Ferrante, and C. Leone. Particle-atom ionising colli-
sions in the presence of a laser radiation field. J. Phys. B : At. Mol.
Phys., 13 :4495–4507, 1980.
[132] J. Banerji and M.H. Mittleman. Electron-atom ionising collisions in
the presence of a low-frequency laser field. J. Phys. B : At. Mol. Phys.,
14 :3717–3725, 1981.
[133] C.J. Joachain, P. Francken, A. Maquet, P. Martin, and V. Veniard.
(e, 2e) collisions in the presence of a laser field. Phys. Rev. Lett.,
61(2) :165–168, Jul 1988.
[134] P. Martin, V. Veniard, A. Maquet, P. Francken, and C.J. Joachain.
Electron-impact ionization of atomic hydrogen in the presence of a
laser field. Phys. Rev. A, 39(12) :6178–6189, Jun 1989.
[135] X.J. Chen. Multiple-scattering expansion for (e,2e) collisions in the
presence of a laser field. Phys. Rev. A, 40(4) :1795–1803, Aug 1989.
[136] J.Z. Kamin´ski, A. Jaron´, and F. Ehlotzky. Coulomb effects in mul-
tiphoton above-threshold ionization. Phys. Rev. A, 53(3) :1756–1761,
Mar 1996.
[137] D.B. Milosˇevic´ and F. Ehlotzky. X-ray photoionization in the presence
of a bichromatic laser field. Phys. Rev. A, 57(4) :2859–2866, Apr 1998.
[138] L.P. Presnyakov, H. Tawara, I. Yu Tolstikhina, and D.B. Uskov. Double
ionization of atomic helium under heavy ion impact. J. Phys. B : At.
Mol. Opt. Phys., 28 :785–793, 1995.
[139] G. Duchateau and R. Gayet. Ionization of alkali-metal atoms by ultra-
short laser pulses. Phys. Rev. A, 65(1) :013405, Dec 2001.
[140] R. Guichard, H. Bachau, E. Cormier, R. Gayet, and V.D. Rodriguez.
In-depth analysis of coulomb-volkov approaches to ionization and ex-
citation by laser pulses. Phys. Scr., 76 :397–409, 2007.
[141] R. Gayet. Renormalized coulomb-volkov approach to strong ionization
by femtosecond laser pulses. J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 38 :3905–
3916, 2005.
[142] C. Eckart. The theory and calculation of screening constants. Phys.
Rev., 36(5) :878–892, Sep 1930.
[143] R. Guichard and R. Gayet. Approach to ionization by intense laser
pulses through a reduced set of coupled state equations. Phys. Rev. A,
74 :1402, 2006.
[144] B.N. Yatsenko, H. Bachau, A.N. Belsky, J. Gaudin, G. Geoffroy, S. Gui-
zard, P. Martin, G. Petite, A. Philippov, and A.N. Vasil’ev. Creation
236 RE´FE´RENCES
of high energy electronic excitations in inorganic insulators by intense
femtosecond laser pulses. Phys. Stat. Sol. (c), 2 :240–243, 2005.
[145] A. Messiah. Quantum Mechanics. Dover Publications, 2000.
[146] S.H. Autler and C.H. Townes. Stark effect in rapidly varying fields.
Phys. Rev., 100(2) :703–722, Oct 1955.
[147] V.D. Rodriguez. Positronium ionization by short uv laser pulses : Split-
ting of the ati peaks by rabi oscillations. Nucl. Inst. Meth. Phys. Res.
B, 247 :105–111, 2006.
[148] K.C. Kulander. Time-dependent hartree-fock theory of multiphoton
ionization : Helium. Phys. Rev. A, 36(6) :2726–2738, Sep 1987.
[149] M.S. Pindzola, D.C. Griffin, and C. Bottcher. Validity of time-
dependent hartree-fock theory for the multiphoton ionization of atoms.
Phys. Rev. Lett., 66(18) :2305–2307, May 1991.
[150] M.S. Pindzola, P. Gavras, and T.W. Gorczyca. Time-dependent un-
restricted hartree-fock theory for the multiphoton ionization of atoms.
Phys. Rev. A, 51(5) :3999–4004, May 1995.
[151] B. Walker, B. Sheehy, L.F. DiMauro, P. Agostini, K.J. Schafer, and
K.C. Kulander. Precision measurement of strong field double ionization
of helium. Phys. Rev. Lett., 73(9) :1227–1230, Aug 1994.
[152] D.N. Fittinghoff, P.R. Bolton, B. Chang, and K.C. Kulander. Observa-
tion of nonsequential double ionization of helium with optical tunneling.
Phys. Rev. Lett., 69(18) :2642–2645, Nov 1992.
[153] E.A. Hylleraas and J. Midtdal. Ground state energy of two-electron
atoms. Phys. Rev., 103(3) :829–830, Aug 1956.
[154] E.A. Hylleraas and John Midtdal. Ground-state energy of two-electron
atoms. corrective results. Phys. Rev., 109(3) :1013–1014, Feb 1958.
[155] T. Kinoshita. Ground state of the helium atom. Phys. Rev.,
105(5) :1490–1502, Mar 1957.
[156] C.L. Pekeris. Ground state of two-electron atoms. Phys. Rev.,
112(5) :1649–1658, Dec 1958.
[157] J.N. Silverman, O. Platas, and F.A. Matsen. Simple configuration-
interaction wave functions. i. two-electrons ions : A numerical study. J.
Chem. Phys., 32 :1402–1406, 1960.
[158] C. Schwartz. Ground state of the helium atom. Phys. Rev.,
128(3) :1146–1148, Nov 1962.
[159] F.W. Byron and C.J. Joachain. Correlation effects in atoms. i. helium.
Phys. Rev., 146(1) :1–8, Jun 1966.
RE´FE´RENCES 237
[160] F.W. Byron and C.J. Joachain. Correlation effects in atoms. ii. angular
correlations between electrons. Phys. Rev., 157(1) :1–6, May 1967.
[161] F.W. Byron and C.J. Joachain. Correlation effects in atoms. iii. four-
electron systems. Phys. Rev., 157(1) :7, May 1967.
[162] T.A. Carlson. Double electron ejection resulting from photo-ionization
in the outermost shell of he, ne, and ar, and its relationship to electron
correlation. Phys. Rev., 156(1) :142–149, Apr 1967.
[163] R.L. Brown. Double photoionization of helium. Phys. Rev. A,
1(3) :586–590, Mar 1970.
[164] E.A. Hylleraas. Neue berechnung der energie des heliums im grund-
zustande, sowie des tiefsten terms von ortho-helium. Z. Phys., 54 :347,
1929.
[165] J.S. Briggs and V. Schmidt. Differential cross sections for photo-double-
ionization of the helium atom. Journal of Physics B Atomic Molecular
Physics, 33 :R1–R48, January 2000.
[166] D. Proulx and R. Shakeshaft. Double ionization of helium by a single
photon with energy 89–140 ev. Phys. Rev. A, 48(2) :R875–R878, Aug
1993.
[167] M. Pont and R. Shakeshaft. Absolute triply differential cross sections
for double photoionization of helium at 10, 20, and 52.9 ev above thre-
shold. Phys. Rev. A, 51(4) :R2676–R2679, Apr 1995.
[168] F. Maulbetsch and J.S. Briggs. Angular distribution of electrons fol-
lowing double photoionization. J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys.,
26 :1679–1696, 1993.
[169] F. Maulbetsch and J.S. Briggs. The angular distribution of equal-
energy electrons following double photoionization. J. Phys. B : At.
Mol. Opt. Phys., 26 :L647–L652, 1993.
[170] F. Maulbetsch and J.S. Briggs. Double photoionization in the case of
unequal energy sharing. J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 27 :4095–
4104, 1994.
[171] F. Maulbetsch, M. Pont, J.S. Briggs, and Shakeshaft R. Angular dis-
tributions for double photoionization of helium : a comparative study.
J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 28 :L341–L347, 1995.
[172] M. Brauner, J.S. Briggs, and H. Klar. Triply-differential cross sections
for ionisation of hydrogen atoms by electrons and positrons. J. Phys.
B : At. Mol. Opt. Phys., 22 :2265–2287, 1989.
[173] S. Jetzke and F.H.M. Faisal. Coulomb correlations in electron and posi-
tron impact ionization of hydrogen at intermediate and higher energies.
J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 25 :1543–1558, 1992.
238 RE´FE´RENCES
[174] M. Pont, R. Shakeshaft, F. Maulbetsch, and J.S. Briggs. Angular dis-
tributions for double photoionization of helium : Discrepancies between
theory and experiment. Phys. Rev. A, 53(5) :3671–3674, May 1996.
[175] A. Huetz, P. Lablanquie, L. Andric, P. Selles, and J. Mazeau. Mul-
ticoincidence measurements of double photoionization of helium. J.
Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 27 :L13–L18, 1994.
[176] A.S. Kheifets and I. Bray. Calculation of double photoionization of
helium using the convergent close-coupling method. Phys. Rev. A,
54(2) :R995–R997, Aug 1996.
[177] A.S. Kheifets and I. Bray. Application of the ccc method to calculations
of helium double-photoionization triply differential cross sections. J.
Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 31 :L447–L453, 1998.
[178] L.A.A. Nikolopoulos and P. Lambropoulos. Multichannel theory of
two-photon single and double ionization of helium. J. Phys. B : At.
Mol. Opt. Phys., 34 :545–564, 2001.
[179] L.A.A. Nikolopoulos and P. Lambropoulos. Time-dependent theory of
double ionization of helium under xuv radiation. J. Phys. B : At. Mol.
Opt. Phys., 40 :1347–1357, 2007.
[180] G.H. Wannier. The threshold law for single ionization of atoms or ions
by electrons. Phys. Rev., 90(5) :817–825, Jun 1953.
[181] A.K. Kazansky and V.N. Ostrovsky. Energy sharing and angular
distribution in the double photoionization of helium. Phys. Rev. A,
51(5) :3698–3702, May 1995.
[182] A.K. Kazansky and V.N. Ostrovsky. Wannier-ridge theory of angular
distribution. Phys. Rev. A, 51(5) :3712–3717, May 1995.
[183] A.K. Kazansky and V.N. Ostrovsky. Electron correlation in double
photoionization : Comparative study of secondary structure for ne and
xe. Phys. Rev. A, 52(2) :1775–1778, Aug 1995.
[184] J.M. Feagin. Fourth-order wannier threshold theory. J. Phys. B : At.
Mol. Opt. Phys., 28 :1495–1516, 1995.
[185] J.M. Feagin. Recoil-ion angular distributions following double photo-
ionization. J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 29 :L551–L559, 1996.
[186] C. Bouri, P. Selles, M. Malegat, J.M. Teuler, M. Kwato Njock, and A.K.
Kazansky. Dynamics of the helium atom close to the full fragmentation
threshold : Ionization excitation. Physical Review A (Atomic, Molecu-
lar, and Optical Physics), 72(4) :042716, 2005.
RE´FE´RENCES 239
[187] C. Bouri, P. Selles, L. Malegat, and M.G. Kwato Njock. Dynamics of
the helium atom close to the full fragmentation threshold : Double io-
nization. Physical Review A (Atomic, Molecular, and Optical Physics),
73(2) :022724, 2006.
[188] C. Bouri, P. Selles, L. Malegat, and M.G. Kwato Njock. Parabolic
versus spherical partial cross sections for photoionization excitation of
he near threshold. Physical Review A (Atomic, Molecular, and Optical
Physics), 74(3) :032704, 2006.
[189] O. Schwarzkopf, B. Kra¨ssig, J. Elmiger, and V. Schmidt. Energy-
and angle-resolved double photoionization in helium. Phys. Rev. Lett.,
70(20) :3008–3011, May 1993.
[190] O. Schwarzkopf, B. Kra¨ssig, V. Schmidt, M. Maulbetsch, and J.S.
Briggs. Unequal energy sharing in the angle-resolved double photo-
ionization cross section of helium. J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys.,
27 :L347–L350, 1994.
[191] P. Lablanquie, J. Mazeau, L. Andric, P. Selles, and A. Huetz. Effect of
electron energy sharing on the double photoionization of helium near
threshold. Phys. Rev. Lett., 74(12) :2192–2195, Mar 1995.
[192] R. Do¨rner, H. Bra¨uning, J.M. Feagin, V. Mergel, O. Jagutzki, L. Spiel-
berger, T. Vogt, H. Khemliche, M.H. Prior, J. Ullrich, C.L. Cocke, and
H. Schmidt-Bo¨cking. Photo-double-ionization of he : Fully differential
and absolute electronic and ionic momentum distributions. Phys. Rev.
A, 57(2) :1074–1090, Feb 1998.
[193] H. Bra¨uning, R. Do¨rner, C.L. Cocke, M.H. Prior, B. Kra¨ssig, A.S. Khie-
fets, I. Bray, A. Bra¨uning-Demian, K. Carnes, S. Dreuil, V. Mergel,
P. Richard, J. Ullrich, and H. Schmidt-Bo¨cking. Absolute triple diffe-
rential cross sections for photo-double ionization of helium-experiment
and theory. J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 31 :5149–5160, 1998.
[194] A. Knapp, A. Kheifets, I. Bray, Th. Weber, A. L. Landers, S. Scho¨ss-
ler, T. Jahnke, J. Nickles, S. Kammer, O. Jagutzki, L.P.H. Schmidt,
T. Osipov, J. Ro¨sch, M.H. Prior, H. Schmidt-Bo¨cking, C.L. Cocke, and
R. Do¨rner. Mechanisms of photo double ionization of helium by 530 ev
photons. Phys. Rev. Lett., 89(3) :033004, Jun 2002.
[195] A. Knapp, A. Kheifets, I. Bray, Th. Weber, A.L. Landers, S. Scho¨ss-
ler, T. Jahnke, J. Nickles, S. Kammer, O. Jagutzki, L.P.H. Schmidt,
M. Scho¨ﬄer, T. Osipov, M. H. Prior, H. Schmidt-Bo¨cking, C.L. Cocke,
and R. Do¨rner. Photo double ionization of helium 100 ev and 450 ev
above threshold : I. linearly polarized light. J. Phys. B : At. Mol. Opt.
Phys., 38 :615–633, 2005.
240 RE´FE´RENCES
[196] J. Colgan and M.S. Pindzola. Core-excited resonance enhancement in
the two-photon complete fragmentation of helium. Phys. Rev. Lett.,
88(17) :173002, Apr 2002.
[197] L. Feng and H.W. Van der Hart. Two-photon double ionization of
helium. J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 36 :L1–L7, 2003.
[198] B. Piraux, J. Bauer, S. Laulan, and H. Bachau. Probing electron-
electron correlation with attosecond pulses. Eur. Phys. J. D, 26 :7–13,
2003.
[199] S.X. Hu, J. Colgan, and L.A. Collins. Triple-differential cross-sections
for two-photon double ionization of he near threshold. J. Phys. B : At.
Mol. Opt. Phys., 38 38 :L35–L45, 2005.
[200] E. Foumouo, G. Lagmago Kamta, G. Edah, and B. Piraux. Theory of
multiphoton single and double ionization of two-electron atomic sys-
tems driven by short-wavelength electric fields : An ab initio treat-
ment. Physical Review A (Atomic, Molecular, and Optical Physics),
74(6) :063409, 2006.
[201] A. S. Kheifets and I. A. Ivanov. Convergent close-couplings calculations
of two-photon double ionization of helium. J. Phys. B : At. Mol. Opt.
Phys., 39 :1731–1742, 2006.
[202] I. A. Ivanov and A. S. Kheifets. Two-photon double ionization of helium
in the region of photon energies 42–50 ev. Physical Review A (Atomic,
Molecular, and Optical Physics), 75(3) :033411, 2007.
[203] R. Do¨rner, H. Schmidt-Bo¨cking, T. Weber, T. Jahnke, M. Schlo¨ffer,
A. Knapp, M. Hattass, A. Czasch, L.P.H. Schmidt, and O. Jagutzki.
Double ionization by one and many photons. Rad. Phys. Chem.,
70 :191–206, 2004.
[204] J.A.R. Samson. Proportionality of electron-impact ionization to double
photoionization. Phys. Rev. Lett., 65(23) :2861–2864, Dec 1990.
[205] A.S. Kheifets, A. Ipatov, M. Arifin, and I. Bray. Double-photoionization
calculations of the helium metastable 21,3s states. Phys. Rev. A,
62(5) :052724, Oct 2000.
[206] T. Schneider, P.L. Chocian, and J.M. Rost. Separation and identifi-
cation of dominant mechanisms in double photoionization. Phys. Rev.
Lett., 89(7) :073002, Jul 2002.
[207] D. Proulx and R. Teng, Z.and Shakeshaft. Super-Intense Laser-Atom
Physics. Plenum Press, 1993.
[208] M. Pont and R. Shakeshaft. Absolute cross sections for double pho-
toionization of helium at energies from 0 to 80 ev above threshold. J.
Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 28 :L571–L577, 1995.
RE´FE´RENCES 241
[209] M.R.H. Rudge and M.J. Seaton. Ionization of atomic hydrogen by elec-
tron impact. Royal Society of London Proceedings Series A, 283 :262–
290, January 1965.
[210] R.K. Peterkop. Asymptotic behavior of charged particle wave functions.
Sov. Phys. JETP, 16 :442–444, 1963.
[211] H. Ehrhardt, G. Knoth, P. Schlemmer, and K. Jung. Absolute h(e,2e)p
cross section measurements : comparison with first and second order
theory. Phys. Lett., 110A :92–95, 1985.
[212] H. Bra¨uning, R. Do¨rner, C.L. Cocke, M.H. Prior, B. Kra¨ssig,
A. Bra¨uning-Demian, K. Carnes, S. Dreuil, V. Mergel, P. Richard,
J. Ullrich, and H. Schmidt-Bo¨cking. Recoil ion and electronic angu-
lar asymmetry parameters for photo double ionization of helium at 99
ev. J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 30 :L649–L655, 1997.
[213] S. Laulan. Etude des atomes d’he´lium et de be´ryllium en champ laser
bref et intense. PhD thesis, Universite´ Bordeaux 1, 2004.
[214] V. Achler, M. Mergel, L. Spielberger, R. Do¨rner, Y. Azuma, and
H. Schmidt-Bo¨cking. Photo double ionization of he by circular and
linear polarized single-photon absorption. J. Phys. B : At. Mol. Opt.
Phys., 34 :965–981, 2001.
[215] J. Bauer and K. Rzazewski. Sfa applied to the nonsequential double
ionization of the helium atom by a circular polarized plane wave. J.
Phys. B : At. Mol. Opt. Phys., 29 :3351–3362, 1996.
[216] A. Nordsieck. Reduction of an integral in the theory of bremsstrahlung.




Le syste`me d’unite´s atomiques
Mesurer, c’est comparer une grandeur physique inconnue avec unegrandeur de meˆme nature prise comme re´fe´rence. Ainsi, la physique
atomique ne´cessite un syste`me de mesure adapte´ a` la description de sys-
te`mes microscopiques tels que les atomes et les mole´cules : ce sont les unite´s
atomiques (u.a.). Pour ce faire, il faut de´finir un jeu de trois parame`tres
permettant de reconstuire une masse, une longueur et un temps adapte´s aux
dimensions e´tudie´es. Or, l’ensemble des proprie´te´s de la matie`re en dehors des
forces nucle´aires, s’appuie sur l’e´lectrodynamique quantique qui repose sur
les trois grandeurs de base e, me et ~ respectivement la charge de l’e´lectron,
sa masse et la constante re´duite de Planck. Ainsi, les grandeurs physiques de´-
crites par l’e´lectrodynamique quantique ne s’exprimeront qu’a` l’aide de ces
trois parame`tres. L’ide´e fondamentale a e´te´ d’associer ces grandeurs fonda-
mentales a` l’unite´
e = me = ~ = 1 (A.1)













perme´abilite´ du vide (A.4)
ou` α est la constante de structure fine de´finie par
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Quantite´ en unite´s atomiques Notation Valeur en unite´ S.I.
1 u.a. de masse (masse de l’e´lectron) me 9, 10953.10
−31 kg
1 u.a. de charge (charge de l’e´lectron) e 1, 60219.10−19 C
1 u.a. de longueur (rayon de Bohr) a0 5, 29177.10
−11 m
1 u.a. de vitesse (vitesse de l’e´lectron) v0 = αc 2, 18769.10
6 m.s−1
1 u.a. d’impulsion p0 = mev0 1, 99288.10
−24 kg.m.s−1




1 u.a. d’e´nergie E0 = mec2α 27,2116 eV








Ainsi, la correspondance entre les unite´s du syste`me international (S.I.) et
les u.a. se de´duit simplement et est re´sume´e dans le tableau ci-dessus. Une
correspondance dont on aura besoin est celle de l’intensite´ I0 intervenant





Une analyse dimensionelle utilisant ε0 = 8, 854187.10
−12 et c ' 3.108 m.s−1
nous me`ne a` la relation12
I0[W.cm−2] = 3, 509338.10
16 × E20[u.a.] (A.7)
12Pour plus de de´tails sur les constantes, voir http ://phy-
sics.nist.goc/cuu/Constants/
Annexe B
La normalisation du double
continuum, le facteur N
L’utilisation d’une fonction d’onde syme´trise´e d’espace pour de´crire ledouble continuum de l’he´lium telle que nous l’utilisons ne´cessite la ve´-
rification de la condition de normalisation pour tout les instants. Soit, en
utilisant nos notations ∫
d~r1d~r2
∣∣χ−f (~r1, ~r2, t)∣∣2 = 1 (B.1)
Ou` χ−f (~r1, ~r2, t) est de la forme













× exp [−i(ε~k + ε~k′)t]L−~k~k′(~r1, ~r2, t) (B.2)
Avec










×1F1(−iν; 1;−ikr − i~k · ~r)
(B.3)
Or, il faut se souvenir que les fonctions Coulombiennes sont orthormalise´es





= 1 si ~k = ~k′
(B.4)
Par ailleurs, la phase de Volkov s’e´crit (2.49)
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L−~k~k′(~r1, ~r2, t) = exp
[






L’exponentielle complexe sur les e´nergies et la phase de Volkov de (B.2)
n’interviennent pas dans le calcul de la normalisation, donc on peut re´ecrire
(B.1) simplement en fonction des ψ~k
∫
d~r1d~r2
∣∣χ−f (~r1, ~r2, t)∣∣2 =
∫
d~r1d~r2
∣∣∣N[ψ−~k (~r1)ψ−~k′(~r2) + ψ−~k (~r2)ψ−~k′(~r1)
]∣∣∣2
(B.6)
En se souvenant que N est re´el, la condition de normalisation pour le membre




∣∣∣[ψ−~k (~r1)ψ−~k′(~r2) + ψ−~k (~r2)ψ−~k′(~r1)
]∣∣∣2 = δ2(~k − ~k′)
= 1 si ~k = ~k′
(B.7)
Inte´ressons-nous maintenant a` la partie inte´grale de l’expression pre´ce´dente
dont on re´e´crit l’integrand en posant













Il vient, en de´veloppant
∫


































Ce qui nous me`ne a`
∫


























































Et on peut remarquer que les variables ~r1 et ~r2 sont muettes dans l’inte´gra-
tion. Ceci signifie que le premier et le second terme du membre de droite de
l’expression pre´ce´dente sont identiques dans l’e´change ~r1 avec ~r2. Il en va de
meˆme pour le troisie`me terme et le quatrie`me, ceci nous ame`ne a`
∫































Regardons maintenant le cas particulier ou` ~k = ~k′. Le premier terme de
l’e´quation pre´ce´dente, que l’on peut qualifier de direct et le second de croise´
sont identiques dans le meˆme e´change de variables. Il est donc possible
d’e´crire
∫

















Ainsi, en vertu de la normalisation des fonctions d’onde coulombiennes (B.4)
l’inte´grale du membre de droite de (B.12) se re´sume a` l’unite´, il vient donc∫
d~r1d~r2 |φ(~r1, ~r2)|2 = 4 (B.13)
Par conse´quent, en injectant ce dernier re´sultat dans (B.7), il vient






Il s’agit a` pre´sent de de´terminer la valeur de N pour ~k 6= ~k′. Dans ce cas, du
fait de l’orthonormalisation des fonctions d’onde Coulombiennes, la contri-
bution du terme croise´ sera finie et ne´gligeable par rapport a` la contribution
infinie du terme direct (distribution de Dirac). Cet argument nous permet de
re´e´crire (B.11) sous la forme∫
d~r1d~r2 |φ(~r1, ~r2)|2 = 2δ2(~k − ~k′) (B.16)
Encore une fois, en injectant ce re´sultat dans (B.7) nous arrivons a`
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2N2δ2(~k − ~k′) = δ2(~k − ~k′) (B.17)














si ~k 6= ~k′
(B.19)
Annexe C
L’inte´grale J˜~k(t) et ses limites
C.1 Calcul de l’inte´grale J˜~k(t)







i ~A−(t) · ~r
)
ϕ1s(~r) (C.1)
Les fonctions d’onde normalise´es de fac¸on habituelle intervenant dans ce cal-




















−iν; 1;−ikr − i~k · ~r
) (C.2)

























iν; 1; ikr + i~k · ~r
)
(C.3)
Le cœfficient devant l’inte´grale se simplifie


























iν; 1; ikr + i~k · ~r
)
(C.5)
Ce type d’inte´grales est connu et calcule´ par A. Nordsieck [216]. C’est ce que




d~r exp (−i~κ · ~r − Zir) 1F1
(
iν; 1; ikr + i~k · ~r
)
(C.6)
Nous pouvons re´e´crire cette expression comme il suit en utilisant la conver-










iν; 1; ikr + i~k · ~r
)
(C.7)
La partie inte´grale de l’expression pre´ce´dente est connue [216]
∫
d~r



































κ2 + Z2i − 2(~κ · ~k + ikZi)
]−iν
(C.9)
Pour simplifier les notations, posons
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{ B = κ2 + Z2i
H = B − 2(~κ · ~k + ikZi) (C.10)














H = 2Zi − 2ik = 2(Zi − ik)
(C.12)




= −(iν − 1)B iν−2 2ZiH−iν − B iν−1(−iν)H−iν−1 2(Zi − ik)
= 2B iν−2H−iν−1
[
Zi(1− iν)H + iν(Zi − ik)B
] (C.13)
En subsituant cette dernie`re expression dans (C.11) nous arrivons a`
J~k(t) = 8piB iν−2H−iν−1
[
Zi(1− iν)H + iν(Zi − ik)B
]
(C.14)















Zi(1− iν)H + iν(Zi − ik)B
] (C.15)
C.2 Limite de J˜~k(t) en k = 0
Afin d’e´tudier le comportement de cette limite, la de´marche que nous
allons adopter est de regarder se´pare´ment les limites de B iν−2H−iν−1 puis
celle du terme entre crochets. Regardons pre´alablement les limites de B et H
qui seront utiles plus tard





B = A−2(t) + Z2i
lim
k→0
H = A−2(t) + Z2i
(C.16)
Ensuite, re´e´crivons le facteur B iν−2H−iν−1 sous une forme plus facile a` e´tudier









nous est inconnue. Inte´-
ressons nous a` ce facteur, et utilisons la forme exponentielle d’un nombre








= (ρ exp (iϕ))−iν = exp (−iν ln ρ) exp (ϕν) (C.18)
Ceci va nous permettre d’e´tudier se´pare´ment les limites de chacune des ex-







Or le de´veloppement limite´ de l’arctan est






+ · · ·+ (−)
nx2n+1
2n+ 1
+ · · ·+Θ(xp) (C.20)
En utilisant le de´veloppement limite´ pre´ce´dent dans le cas qui nous inte´resse
il vient



















Ainsi, le premier terme non nul de la limite de exp(ϕν) au voisinage de k = 0
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Par ailleurs, pour exprimer la limite de la premie`re exponentielle de (C.18)
il est ne´cessaire d’e´crire ρ qui est fonction de B et H. Exprimons ces derniers
















































∣∣∣∣∣ = |H˜||B˜| (C.24)
Ce qui nous ame`ne a` conside´rer les de´veloppements de |H˜| et |B˜|. Commen-






















De´veloppons jusqu’au second ordre l’expression pre´ce´dente en suivant le de´-
veloppement limite´ bien connu
(1 + x)n = 1 + nx+ n(n− 1)x
2
2!
+ Θ(x3) pour |x| ¿ 1 (C.26)
Il vient
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Utilisons la meˆme de´marche pour calculer le de´veloppement de |B˜|−1
|B˜|−1 = B˜−1 =
(
1 +




A l’aide du meˆme de´veloppement limite´, il vient
|B˜|−1 = 1− 2



























(1− 2 cos2 θk)
+Θ(k4)
(C.29)

































(1− 2 cos2 θk) + Θ(k4)
] (C.30)
En de´veloppant les termes entre crochets, en ne retenant que les termes du
second ordre puis en remplac¸ant δ par son expression ; il vient
ρ ' 1− 2kA
−

















(1− 2 cos2 θk) (C.31)
Ainsi, on peut exprimer la limite de ρ au voisinage de k = 0 en s’aidant du
de´veloppement limite´ du logarithme ne´pe´rien au premier ordre ln(1 + x) =
x+Θ(x2) pour x¿ 1
lim
k→0
ln ρ = −2kA
−
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Dans cette expression, on a retenu uniquement le terme d’ordre 1 car apre`s
multiplication par −iν, il est le seul a` avoir une limite non nulle. On a donc
lim
k→0
−iν ln ρ = i2A
−




























On peut finalement e´crire la limite de (C.17) en vertu de (C.16)
lim
k→0



























Il nous faut maintenant e´tudier le comportement du terme facteur entre cro-
chets de (C.15). Cependant la pre´sence de facteurs ν impose un de´veloppe-
ment a` l’ordre 1 (en k) des facteurs H et B. Commenc¸ons par les re´e´crire a`













(1− αk − γk2)
(C.36)















Nous pouvons maintenant e´valuer le terme entre crochets de (C.15) en utili-
sant les expressions (C.36)
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Zi(1 − iν)H + iν(Zi − ik)B
=
[









Zi(1− αk − γk2 − iν + iαZk + iγZkk)







Zi − αZik − γZik2 − iZiν + iαZiZk + iγZiZkk + iZiν














Puis sa limite au voisinage de k = 0
limk→0 Zi(1− iν)H + iν(Zi − ik)B
=
[






Au final en utilisant (C.37) cette limite devient
lim
k→0
Zi(1 − iν)H + iν(Zi − ik)B
= 2iZiZk(iZi + A
−





Ainsi en rassemblant tout ce qui vient d’eˆtre fait c’est-a`-dire (C.40) et (C.35),







































En dernier point, si on garde le terme de premier degre´ dans (C.38) pour une
meilleure continuite´ quand k → 0 celui-ci s’e´crit en utilisant les de´finitions
(C.37)
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z (t) cos θk + iZi(Zk − Zi)
]
(C.42)
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Annexe D
L’inte´grale I˜~k(t) et ses limites
D.1 Calcul de l’inte´grale I˜~k(t)







−i ~A−(t) · ~r
)
r cos θϕ1s(~r) (D.1)
Les fonctions d’onde intervenant dans ce calcul sont identiques a` celles de
l’annexe pre´ce´dente (cf. eq. (C.2)). En utilisant ces de´finitions dans (D.1),


























iν; 1; ikr + i~k · ~r
) (D.2)












Inte´ressons-nous maintenant au calcul de l’inte´grale proprement dite que nous
appellerons I~k(t)













iν; 1; ikr + i~k · ~r
)
(D.4)
Comme nous l’avons souligne´ dans l’annexe pre´ce´dente, ce type d’inte´grales
est connu et calcule´ par Nordsieck [216] et nous allons encore utiliser le re´-




d~r exp (−i~κ · ~r − Zir) r cos θ1F1
(
iν; 1; ikr + i~k · ~r
)
(D.5)
Par ailleurs, si nous de´veloppons le produit scalaire ~κ · ~r comme il suit
~κ · ~r = κxr sin θ cosφ+ κyr sin θ sinφ+ κzr cos θ (D.6)




exp (−i~κ · ~r) = r cos θ exp (−i~κ · ~r) (D.7)
En utilisant cette expression pour transformer (D.5) et graˆce a` la convergence





d~r exp (−i~κ · ~r − Zir) r cos θ1F1(iν; 1; ikr + i~k · ~r) (D.8)
Nous pouvons re´e´crire cette expression comme il suit en utilisant la conver-













iν; 1; ikr + i~k · ~r
)
(D.9)
Ce qui revient a` de´river par rapport a` κz l’expression de J~k(t) exprime´e dans





En remplac¸ant l’expression de J~k(t) par (C.7) re´e´crivons l’e´quation pre´ce´-
dente plus en de´tail








Zi(1− iν)H + iν(Zi − ik)B
]}
(D.11)








H = 2κz − 2kz = 2(kz + A−z (t))− 2kz = 2A−z (t)
(D.12)
A l’aide de ces expressions, calculons se´pare´ment les de´rive´es de chacun des




= (iν − 2)B iν−32κzH−iν−1 − (iν + 1)B iν−2H−iν−22A−z (t)
= 2B iν−2H−iν−1
[
κz(iν − 2)B−1 − A−z (t)(iν + 1)H−1
] (D.13)




Zi(1− iν)H + iν(Zi − ik)B
]
= Zi(1− iν)2A−z + iν(Zi − ik)2κz
= 2Zi(1− iν)A−z + 2iν(Zi − ik)κz
(D.14)






















Zi(1− iν)H + iν(Zi − ik)B
]
(D.15)
En utilisant les expressions des de´rive´es (D.13) et (D.14) il vient





































Zi(1− iν)H + iν(Zi − ik)B
]




Il est maintenant ne´cessaire de de´velopper les crochets de l’expression pre´ce´-
dente
[
κz(iν − 2)B−1 − A−z (t)(iν + 1)H−1
][
Zi(1− iν)H + iν(Zi − ik)B
]
= Ziκz(1− iν)(iν − 2)HB−1 + iνκz(Zi − ik)(iν − 2)
−A−z (t)Zi(iν + 1)(1− iν)− iνA−z (t)(iν + 1)(Zi − ik)BH−1
= −Ziκz(1− iν)(2− iν)HB−1 − iνκz(Zi − ik)(2− iν)
−A−z (t)Zi(1 + iν)(1− iν)− iνA−z (t)(1 + iν)(Zi − ik)BH−1
(D.18)
Ceci nous permet de re´e´crire l’expression entre accolades de (D.17)













1− (1 + iν)
]
= −Ziκz(1− iν)(2− iν)HB−1 − iνA−z (t)(1 + iν)(Zi − ik)BH−1
−iνκz(Zi − ik)(1− iν)− iνZiA−z (t)(1− iν)
= −Ziκz(1− iν)(2− iν)HB−1 − iνA−z (t)(1 + iν)(Zi − ik)BH−1
−iν(1− iν)
[
κz(Zi − ik) + ZiA−z (t)
]
(D.19)
Ensuite, de l’expression (D.11), en vertu de ce qui pre´ce`de et de (D.17) il
vient
I~k(t) = 16piB iν−2H−iν−1
{
− iZiκz(1− iν)(2− iν)HB−1
+νA−z (t)(1 + iν)(Zi − ik)BH−1
+ν(1− iν)
[
κz(Zi − ik) + ZiA−z (t)
]} (D.20)
Au final, en injectant cette expression dans (D.2) et en tenant compte de















− iZiκz(1− iν)(2− iν)HB−1 + νA−z (t)(1 + iν)
×(Zi − ik)BH−1 + ν(1− iν)
[
κz(Zi − ik) + ZiA−z (t)
]} (D.21)
D.2 Limite de I˜~k(t) en k = 0
Dans l’annexe C pre´ce´dente, nous avons de´ja` calcule´ la limite du facteur
B iν−2H−iν−1, inte´ressons-nous au facteur entre parenthe`ses de (D.20) que
nous appellerons QI
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QI = −iZiκz(1− iν)(2− iν)HB−1 + νA−z (t)(1 + iν)(Zi − ik)BH−1
+ν(1− iν)
[
κz(Zi − ik) + ZiA−z (t)
]
(D.22)
La pre´sence de ν et ν2 imposent de de´velopper a` l’ordre 2 les expressions de
H B−1 et B H−1. Dans un premier temps, mettons k−2 en facteur ge´ne´ral
QI = −iZiκz(−ν2 − 3iν + 2)HB−1 + A−z (t)(ν + iν2)(Zi − ik)BH−1
+(ν − iν2)
[






− iZiκz(−Z2k − 3iZkk + 2k2)HB−1
+A−z (t)(Zkk + iZ
2
k)(Zi − ik)BH−1 + (Zkk − iZ2k)
×
[
κz(Zi − ik) + ZiA−z (t)
]}
(D.23)
Par ailleurs, de´veloppons le rapport H B−1
H
B =





(t) + 2kA−z (t) cos θk + Z
2
i − 2(~κ · ~k + ikZi)






(t) + 2kA−(t) cos θk + Z
2
i − 2(k2 + kA−(t) cos θk + ikZi)




(t) + Z2i − k2 − 2ikZi
A2(t) + Z2i + k






k2 + 2kA−(t) cos θk
A−2(t) + Z2i
=
1− αk − γk2
1 + βk + γk2
(D.24)
Ou` l’on de´finit les quantite´s suivantes
















Si l’on poursuit le de´veloppement
H
B = (1− αk − γk
2)(1 + βk + γk2)−1 (D.26)
En utilisant le de´veloppement limite´
(1 + x)n = 1 + nx+ n(n− 1)x
2
2!
+ Θ(x3) pour |x| ¿ 1 (D.27)
Il vient donc
H
B = (1− αk − γk
2)(1− (βk + γk2) + (βk + γk2)2 +Θ(k3))
= (1− αk − γk2)(1− βk − γk2 + β2k2 + γ2k4 + 2βγk3
+Θ(k3))
= (1− αk − γk2)(1− βk − (γ − β2)k2 +Θ(k3))
= 1− βk − (γ − β2)k2 − αk + αβk2 − γk2 +Θ(k3)
= 1− (α+ β)k − (γ − β2 − αβ + γ)k2 +Θ(k3)
= 1− (α+ β)k − (2γ − αβ − β2) + Θ(k3) (D.28)
Suivons la meˆme de´marche pour calculer le de´veloppement de B H−1
B
H =
1 + βk + γk2
1− αk − γk2 = (1 + βk + γk
2)(1− αk − γk2)−1
= (1 + βk + γk2)(1 + (αk + γk2) + (αk + γk2)2 +Θ(k3)
= (1 + βk + γk2)(1 + αk + γk2 + α2k2 +Θ(k3)
= (1 + βk + γk2)(1 + αk(γ + α2)k2 +Θ(k3)
= 1 + αk + (γ + α2)k2 + βk + αβk2 + γk2 +Θ(k3)
= 1 + (α+ β)k + (2γ + α2 + αβ)k2 +Θ(k3) (D.29)
Utilisons les de´veloppements de HB−1 et BH−1 pour calculer les trois termes
du crochet de (D.23) que l’on va nommer respectivement q1, q2 et q3. La
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pre´sence du facteur k−2 nous me`ne a` ne retenir que les termes d’ordre 2 dans
chacun des de´veloppements suivants
q1 = −iκzZi(−Z2k − 3iZkk + 2k2)
[




− Z2k + Z2k(α+ β)k + Z2k(2γ − αβ − β2)k2 − 3ikZk


































Z2k(2γ − αβ − β2) + 3iZk(α+ β) + 2
]
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Regardons a` pre´sent le terme q2
q2 = (Zkk + iZ
2
k)(Zi − ik)A−z (t)
[
(1 + (α+ β)k




z (t)(Zik − ik2 + iZiZk + Zkk)
[
(1 + (α+ β)k




z (t)(k(Zi + Zk)− ik2 + iZiZk)(1 + (α+ β)k





k(Zi + Zk) + k
2(Zi + Zk)(α+ β)− ik2 + iZiZk














(Zi + Zk)(α+ β) + iZiZk(2γ + α
2 + αβ)− i
]}
(D.31)
Enfin, le terme q3




z (t) + (k cos θk + A
−






z (t) + k(k cos θk + A
−
z (t))(Zi − ik)− iZiZkA−z (t)






z (t) + (k
2 cos θk + kA
−
z (t))(Zi − ik)− iZiZkA−z (t)






z (t) + k
2Zi cos θk + kA
−
z (t)Zi − ik2A−z (t)− iZiZkA−z (t)




− 2iA−z (t)ZiZk + k(2A−z (t)Zi − iZiZk cos θk − A−z (t)Zk)
+k2(Zi cos θk − iA−z (t)− Zkcosθk)
]
(D.32)
S’il on somme q1, q2 et q3 en rassemblant les termes de meˆme degre´ en k, il
vient
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z (t)(α+ β) + 2ZiZkA
−
















(Zi + Zk)(α+ β) + iZiZk(2γ + α
2 + αβ)− i
]
+ZiZk cos θk − iZkA−z (t)− Z2k cos θk
}
(D.33)
S’il on regarde attentivement, seuls les termes d’ordre 2 en k ne s’annulent























2 + Zk(α+ β)(4ZiA
−
z (t) + ZkA
−
z (t)− iZiZk cos θk)
−2iA−z (t)(Zi + Zk)− Zk cos θk(2Zi + Zk)
}
(D.34)
En se servant de l’expression pre´ce´dente, et d’apre`s (D.23), nous arrivons
facilement a` une expression de QI
QI = k−2S
QI = iZiZ2kA−z (t)(α+ β)2 + Zk(α+ β)(4ZiA−z (t) + ZkA−z (t)− iZiZk cos θk)
−2iA−z (t)(Zi + Zk)− Zk cos θk(2Zi + Zk)
(D.35)
En utilisant les limites de chacune des expressions B et H de l’annexe C
pre´ce´dente, puis en rassemblant (D.35) dans (D.21) nous pouvons e´crire la
limite de I˜~k(t)
Limite de I˜~k(t) quand




































2 + Zk(α+ β)(4ZiA
−
z (t) + ZkA
−
z (t)− iZiZk cos θk)
−2iA−z (t)(Zi + Zk)− Zk cos θk(2Zi + Zk)
}
(D.36)
Avec les de´finitions respectives de α, β et γ de´taille´es en (D.25).
D.3 Limite de I˜~k(t) quand




I~k(t) = K˜~k(t) (D.37)
Pour cela, nous devons re´e´crire (D.20) en supprimant tous les termes de´pen-
















Avec les quantite´s α = k2 + Z2i = (Zi + ik)(Zi − ik) et δ = (Zi − ik)2, ainsi





Zi − ik =
ρ exp(iϕ)
ρ exp(−iϕ) = exp(2iϕ) (D.39)














= iν(Zi − ik)Zi + ik
Zi − ik = iν(Zi + ik) (D.41)
Ainsi




= 2Zi − Zk (D.42)
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exp(−2ϕν)(iν − 1) (D.43)
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′, t′)~r ′ · ~E0(t′)Φi(~r ′, t′)
(E.1)
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Comme A0(0) = 0, l’e´quation pre´ce´dente devient

































































En inte´grant cette dernie`re e´quation, il vient
Dji(t) = Dji(0) exp [i (εj − εi) t] (E.11)
Ainsi, nous pouvons re´e´crire Γji(t)




′) exp [i(εj − εi)t′] (E.12)
































′) exp [i(εj − εi)t′]
(E.14)










(~r, t)~r · ~A−0 (t)~r · ~E0(t)Φi(~r, t) (E.15)




















′, t)~r ′ · ~E0(t)Φi(~r ′, t)
(E.16)
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Annexe F
La section efficace totale d’interaction
photon-atome
Afin de donner une formulation pre´cise de la section efficace totale d’in-teraction photon-atome que l’on utilise tout au long de ce manuscrit,
il faut partir de sa de´finition initiale issue de la physique nucle´aire
De´finition 1 (La section efficace)
La section efficace est la surface fictive que devrait avoir une particule cible
pour reproduire la probabilite´ observe´e de collision ou de re´action avec une
autre particule en supposant que ces collisions se produisent entre objets
mate´riels impe´ne´trables.



































































































Pour un faisceau incident, la probabilite´ totale d’interaction par unite´ de
temps se de´finit comme la probabilite´ d’interaction individuelle (par parti-
cules) que multiplie le nombre de particules incidentes par unite´ de temps
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P = pi × ni (F.1)
Cette probabilite´ individuelle peut eˆtre de´finie comme le rapport de la surface
d’interaction appelle´e σ pour une particule cible (a` l’inte´rieur de laquelle la






Par ailleurs, le nombre de particules par unite´ de temps se de´fini comme la
densite´ de particules n multiplie´ par une unite´ de volume par unite´ de temps
que l’on obtient par la multiplication de la section S par la vitesse v (c dans
la cas de photons)
ni = n× S × c (F.3)
En injectant (F.3) et (F.2) dans (F.1) nous obtenons la probabilite´ par unite´
de temps
P = σ × n× c (F.4)
Par ailleurs, l’intensite´ s’exprime comme l’e´nergie par unite´ de surface et par
unite´ de temps. Ceci peut eˆtre e´crit comme le nombre de particules par unite´
de surface et par unite´ (n × c) de temps que multiplie l’e´nergie de chaque
particule
I = n× c× ~ω (F.5)



















ou τ repre´sente la dure´e d’interaction entre le faisceau et les prticules cibles. A
pre´sent, regardons comment nous pouvons exprimer l’intensite´. De`s lors que
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l’on est en pre´sence d’un champ e´lectromagne´tique, la puissance instantane´e








D’ou` l’intensite´ par unite´ de surface et de temps
I(t) =W × c = ε0cE2(t) (F.10)
Si on e´crit le champ e´lectrique intervenant dans l’expression pre´ce´dente comme
un produit d’une amplitude, d’une porteuse et d’une enveloppe ou profil tem-
porel
E(t) = E0 sin(ωt+ ϕ)f(t) (F.11)
Ce qui nous me`ne a`∫ τ
0





dt sin2(ωt+ ϕ)f 2(t) (F.12)
En utilisant l’approximation de l’enveloppe variant lentement par rapport a`
la porteuse, il est possible de de´coupler chacune de leurs contributions. Ainsi,
celle de la porteuse nous donne
1
2
























τ × C(1) (F.15)










τ × C(1) (F.16)
En suivant la meˆme de´marche, ce calcul peut eˆtre ge´ne´ralise´ a` N photons








(nSc)N = nNσ(N)cN (F.18)
Donc























Finalement on tire de l’expression pre´ce´dente, et de∫ τ
0









τ × C(N) (F.24)
Une analyse dimensionelle nous permet d’e´crire la correspondance suivante
entre la section efficace a` un photon exprime´e en [u.a.]2 de longueur et celle
exprime´e en me´gabarns (1Mb = 10−18cm2)
σ[Mb] = 5, 29177× σ[u.a.] (F.25)
Le tableau ci-apre`s re´sume les calculs des premiers C(N) effectue´s avec dif-
fe´rents profils temporels d’impulsions laser.
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C(N) Profil temporel Valeur
C(1) f(t) = θ(t− τ) 1
2




























Tab. F.1 – Valeur des cœfficients sans dimension C(N) pour diffe´rents profils
temporels d’impulsions laser.
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Annexe G
Amplitude de transition avec e´tat
fondamental ame´liore´
Le but de cette annexe est le de´veloppement de la partie inte´grale del’e´quation (6.5) sur ~r1 et ~r2 que l’on appelle R



































ϕ2p0(~r1)ϕ2p0(~r2) + ϕ2p+(~r1)ϕ2p−(~r2) + ϕ2p−(~r1)ϕ2p+(~r2)
]}
(G.1)
De´coupons l’expression pre´ce´dente en quatre inte´grales repre´sentant la contri-
bution de chaque orbitale
R = N(1 + λ2)−1/2(R1s +R2p0 +R2p+ +R2p−) (G.2)
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Nous remarquons que le premier et le huitie`me terme, le second et le sep-
tie`me et ainsi de suite, sont identiques dans l’e´change ~r1 ←→ ~r2. L’e´quation






































Divisons encore R1s en quatre inte´grales telles que
























































Regardons tout d’abord R11s que l’on met sous la forme suivante a` l’aide des





(ν + ν ′)
]
8pi4





















iν ′; 1; ik′r2 + i~k′ · ~r2
)
r1 cos θ1
× exp (−ar1 − br2)
(G.8)








Γ(1− iν)Γ(1− iν ′)(ab)3/2, ainsi l’expression pre´ce´dente devient
R11s = C1
∫
d~r1 exp (−i~α · ~r1 − ar1) r1 cos θ11F1
(










iν ′; 1; ik′r2 + i~k′ · ~r2
)
(G.9)
On voit imme´diatement que l’inte´grale sur ~r2 est e´quivalente a` J~k′(t) et sur
~r1 a` I~k(t) des annexes C et D respectivement. En utilisant les re´sultats de
ces annexes, nous obtenons
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∫
d~r1(. . . ) = I~k(t)
= 16piBiν−21 H−(iν+1)1
{−iaαz(1− iν)(2− iν)B−11 H1
















B1 = α2 + a2 H1 = B1 − 2(~α · ~k + iak) ν = Zk
k














− iaαz(1− iν)(2− iν)B−11 H1 + ν(1 + iν)A−z (t)(a− ik)H−11 B1
+ν(1− iν)[αz(a− ik) + aA−z (t)]}
(G.13)
Si l’on examine R21s, nous remarquons qu’elle est similaire a` R
1
1s sauf qu’il
faut changer k en k′. Nous pouvons donc directement re´e´crire son expression,










− iaβz(1− iν ′)(2− iν ′)B′2−1H′2 + ν ′(1 + iν ′)A−z (t)(a− ik′)H′2−1B′2





B2 = α2 + b2 H2 = B2 − 2(~α · ~k + ibk)
B′2 = β2 + a2 H′2 = B′2 − 2(~β · ~k′ + iak′)
(G.15)
En suivant la meˆme de´marche, nous remarquons que R31s est similaire a` R
2
1s










− ibβz(1− iν ′)(2− iν ′)B′3−1H′3 + ν ′(1 + iν ′)A−z (t)(b− ik′)H′2−1B′2




B3 = α2 + a2 H3 = B3 − 2(~α · ~k + iak)
B′3 = β2 + b2 H′3 = B′3 − 2(~β · ~k′ + ibk′)
(G.17)
Enfin, nous remarquons que R41s est similaire a` R
3
1s sauf qu’il faut changer k










− ibαz(1− iν)(2− iν)B4−1H4 + ν(1 + iν)A−z (t)(b− ik)H4−1B4




B4 = α2 + b2 H4 = B4 − 2(~α · ~k + ibk)
B′4 = β2 + a2 H′4 = B′4 − 2(~β · ~k′ + iak′)
(G.19)
Ainsi, en utilisant chacune des expressions des inte´grales Ri1s nous en de´dui-
sons l’expression finale de R1s en remarquant que B1 = B3, B′1 = B′3, B2 = B4,
B′2 = B′4, H1 = H3, H′1 = H′3, H2 = H4, H′2 = H′4 et nous pouvons les mettre
en facteur en ne conservant que les expressions en 1 et 2









b(1− iν ′)H′1 + iν ′(b− ik′)B′1
][
− ia(kz + A−z (t))(1− iν)(2− iν)B−11 H1








a(1− iν)H1 + iν(a− ik)B1
][
− ib(k′z + A−z (t))(1− iν ′)(2− iν ′)B′1−1H′1











b(1− iν)H2 + iν(b− ik)B2
][
− ia(k′z + A−z (t))(1− iν ′)(2− iν ′)B′2−1H′2








a(1− iν ′)H′2 + iν ′(a− ik′)B′2
][
− ib(kz + A−z (t))(1− iν)(2− iν)B2−1H2




z (t))(b− ik) + bA−z (t)
]]})
(G.20)
avec chaque quantite´ de´finie par









B1 = α2 + a2 B2 = α2 + b2
B′1 = β2 + b2 B′2 = β2 + a2
H1 = B1 − 2(~α · ~k + iak) H2 = B2 − 2(~α · ~k + ibk)





(ν + ν ′)
]
8pi4
Γ(1− iν)Γ(1− iν ′)(ab)3/2
(G.21)
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Nous remarquons que le premier et le quatrie`me terme ainsi que le second et























































































Inte´ressons-nous a` l’inte´grale sur ~r1 et en utilisant la de´finition des fonctions
d’onde, nous pouvons re´e´crire a` l’aide de ~α = ~A−(t) + ~k
∫










d~r1 exp (−i~α · ~r1 − gr1) 1F1
(





Que l’on peut mettre sous la forme suivante, en suivant la meˆme de´marche que


























iν; 1; ikr1 + i~k · ~r1
) (G.30)
La partie inte´grale de l’expression pre´ce´dente a de´ja` e´te´ calcule´e dans l’annexe
C et nous pouvons directement e´crire
∫













g(1− iν)H3 + iν(g − ik)B3
]
, l’expression pre´ce´dente devient
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∫





















(Biν−23 H−iν−13 ) = 2Biν−23 H−iν−13
[
αz(iν − 2)B−13





P1 = 2(αz − kz)g(1− iν) + 2αziν(g − ik)
(G.33)
En injectant chacune de ces expressions dans (G.32) il vient
∫








−(αz − kz)(1 + iν)H−13
][
g(1− iν)H3 + iν(g − ik)B
]
+(αz − kz)g(1− iν) + αziν(g − ik)
]}
(G.34)
Puis, en posant P2 e´gal au terme entre parenthe`ses de l’expression pre´ce´dente,
cette dernie`re devient
∫




















(iν − 2)B−13 (1− 2α2zB−13 )− (1 + iν)H−13 (1− 2A−2(t)H−13 )
]
×[g(iν − 2)H3 + iν(g − ik)B−13 ]+ 2[αz(iν − 2)B−13
−A−(t)(1 + iν)H−13
][
A−(t)g(1− iν) + αziν(g − ik)
]
+g(1− iν) + iν(g − ik)
(G.36)
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sachant que l’on pourra toujours se re´fe´rer a` le formulation donne´e ci-dessus.
Au final, nous pouvons simplement re´e´crire l’inte´grale sur ~r1 comme
∫














Regardons maintenant l’inte´grale sur ~r2 de (G.27) que l’on peut mettre sous
la forme
∫



















iν ′; 1; ikr2 + i~k · ~r2
)
×r2 cos θ2 exp(−gr2)
(G.38)





Γ(1−iν ′)g5/2, nous pouvons
voir apparaˆıtre l’inte´grale I~k(t), en utilisant son expression dans l’e´quation
pre´ce´dente, il vient
∫




− igβz(1− iν ′)(2− iν ′)H′3B′3−1






Rappelons que l’on a B′3 = β2+g2, H′3 = B′3−2(~β · ~k′+ik′g). En de´finitive, si
l’on reporte chacune des expressions des inte´grales sur ~r1 et ~r2, nous pouvons
en de´duire une expression de R12p0
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− igβz(1− iν ′)
×(2− iν ′)H′3B′3−1 + ν ′A−(t)(1 + iν ′)(g − ik′)B′3H′3−1 + ν ′(1− iν ′)














Si l’on regarde R22p0 , il s’agit simplement de R
1
2p0
ou` l’on change k pour k′,
on peut donc l’e´crire comme





×(2− iν)H3B3−1 + νA−(t)(1 + iν)(g − ik)B3H3−1 + ν(1− iν)
























− igβz(1− iν ′)(2− iν ′)H′3B′3−1 + ν ′A−(1 + iν ′)(g − ik′)B′3H′3−1















− igαz(1− iν)(2− iν)H3B3−1 + νA−(t)(1 + iν)(g − ik)B3H3−1
















294 Amplitude de transition avec e´tat fondamental ame´liore´


B3 = α2 + g2 B′3 = β2 + g2





(ν + ν ′)
]
8pi4
Γ(1− iν)Γ(1− iν ′)g5
(G.43)
Proce´dons encore de la meˆme manie`re pour R2p± qui est la somme des deux















































































































A ce stade, on remarque que le premier terme de l’accolade de R2p+ est
identique au quatrie`me terme de R2p− dans l’e´change ~r1 ←→ ~r2. Il en va de
meˆme pour le deuxie`me terme de R2p+ et le troisie`me de R2p− , le troisie`me
de R2p+ et le second de R2p− ainsi que le dernier de R2p+ et le premier de


































































D’apre`s les expressions des fonctions d’onde (6.2), il vient





(ν + ν ′)
]





















iν ′; 1; ik′r1 + i~k′ · ~r1
)
r1 cos θ1r1 sin θ1 exp(−iφ1)r2 sin θ2 exp(iφ2)
(G.50)
Posons C12p = (2pi)−4 exp
[pi
2
(ν + ν ′)
]
Γ(1 − iν)Γ(1 − iν ′)g5, se´parons les fac-














iν; 1; ikr1 + i~k · ~r1
)













iν ′; 1; ik′r1 + i~k′ · ~r1
)
×r2 sin θ2 exp(iφ2)
(G.51)
De´veloppons le produit scalaire ~α · ~r1 = αxr1 sin θ1 cosφ1+αyr1 sin θ1 sinφ1+

















exp (−i~α · ~r1) = r1 cos θ1 exp (−i~α · ~r1)
(G.52)
Si on de´veloppe exp (−iφ1) = cosφ1− i sinφ1, on voit apparaˆıtre dans (G.51)
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r21 cos θ1 sinφ1 exp (−iφ1) exp (−i~α · ~r1)














exp (−i~α · ~r1)
(G.53)





× I12p±(~r1)× I22p±(~r2) (G.54)






















iν; 1; ikr1 + i~k · ~r1
)
(G.55)
L’inte´grale est connue, c’est une forme de Nordsieck et en utilisant les nota-


















Nous avons de´ja` calcule´ la de´rive´e par rapport a` g (cf. Annexe C ou` dans





H−iν3 Biν−13 = 2H−iν3 Biν−13
[
iν(g − ik)H−13 + g(1− iν)B−13
]
(G.57)






















Regardons tout d’abord la de´rive´e du facteur H−iν3 Biν−13
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∂
∂αy
H−iν3 Biν−13 = 2H−iν3 Biν−13
[
− iν(αy − ky)H−13 + αy(iν − 1)B−13
]
(G.59)




iν(g − ik)H−13 + g(1− iν)B−13
]
= −2iν(αy − ky)(g − ik)H−23
−2αyg(1− iν)B−23
(G.60)














iν(g − ik)H−13 + g(1− iν)B−13
]




Il nous faut de´river (G.57) par rapport a` αx. Cette de´rive´e sera identique a`














iν(g − ik)H−13 + g(1− iν)B−13
]



















iν(g − ik)H−13 + g(1− iν)B−13
]









Calculons a` pre´sent la de´rive´e par rapport a` αz. Pour cela, rappelons la





H−iν3 Biν−13 = 2H−iν3 Biν−13
[
− iν(αz − kz)H−13 + αz(iν − 1)B−13
]
(G.64)









iν(g − ik)H−13 + g(1− iν)B−13
]
















− 2iν(αz − kz)(g − ik)H−23 − 2αzg(1− iν)B−23
]
+ 4iν(αx − kx)
×(αz − kz)(g − ik)H−33 − 4αxαz(iν − 1)B−33
(G.65)
La de´rivation de la seconde accolade de (G.63) est identique a` la pre´ce´dente




















− 2iν(αz − kz)(g − ik)H−23 − 2αzg(1− iν)B−23
]
+ 4iν(αy − ky)
×(αz − kz)(g − ik)H−33 − 4αyαz(iν − 1)B−33
(G.66)
En vertu de (G.66), (G.65) et (G.64) nous pouvons finalement re´e´crire (G.63)
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I12p±(~r1) = 32ipiH−iν3 Biν−13
([





{[− iν(αx − kx)H−13 + αx(iν − 1)B−13 ][iν(g − ik)H−13
+g(1− iν)B−13



















− 2iν(αz − kz)(g − ik)H−23 − 2αzg(1− iν)B−23
]
+ 4iν(αx − kx)







Regardons a` pre´sent la deuxie`me inte´grale de (G.54), nous pouvons directe-

























iν ′(g − ik′)H′3−1 + g(1− iν ′)B′3−1
]









A partir des expressions (G.67) et (G.69) nous pouvons de´duire une expres-
sion de R12p± en utilisant les simplifications ci-apre`s
αz − kz = Az(t) βz − k′z = Az(t)
αy − ky = 0 βy − k′y = 0





























iν(g − ik)H−13 + g(1− iν)B−13
]
+ kx(iν − 1)B−13
[− iνA−z (t)(g − ik)H−23
−αzg(1− iν)B−23


















− k′y(iν ′ − 1)B′3−1
[
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Regardons a` pre´sent la seconde inte´grale R22p0 , son re´sultat est a` rapprocher
de celui de R12p0 sauf qu’il faut intervertir k en k

































[− iν ′A−z (t)(g − ik′)H′3−2
−βzg(1− iν ′)B′3−2
















− ky(iν − 1)B−13
[





Regardons a` pre´sent la troisie`me inte´grale R32p0 , son re´sultat est a` rapprocher
de celui de R22p0 sauf que les moments magne´tiques sont oppose´s dans chaque
cas. Ceci va se manifester par un signe (( - )) dans l’expression des de´rive´es
par rapport a` αx et αy. Au final, l’expression de R
3
2p0
va eˆtre identique a` celle




















}− {x←→ y}]+ i{[− k′xβz(iν ′ − 1)B′3−2]
×
[




[− iν ′A−z (t)(g − ik′)H′3−2
−βzg(1− iν ′)B′3−2
















− ky(iν − 1)B−13
[





De la meˆme manie`re pour R42p0 qui va eˆtre identique a` R
1
2p0
au signe (( - )) pre`s
















+ kxg(iν − 1)B−23
}− {x←→ y}]+ i{[− kxαz(iν − 1)B−23 ]
×
[
iν(g − ik)H−13 + g(1− iν)B−13
]
+ kx(iν − 1)B−13
[− iνA−z (t)(g − ik)H−23
−αzg(1− iν)B−23


















− k′y(iν ′ − 1)B′3−1
[






Afin de calculer R2p± , commenc¸ons par sommer R
1
2p0
et R42p0 car pour ces


























iν(g − ik)H−13 + g(1− iν)B−13
]
+ kx(iν − 1)B−13
[− iνA−z (t)(g − ik)H−23
−αzg(1− iν)B−23














− k′y(iν ′ − 1)B′3−1
[






De la meˆme manie`re pour la somme de R22p0 et R
3
2p0































[− iν ′A−z (t)(g − ik′)H
−βzg(1− iν ′)B′3−2












− ky(iν − 1)B−13
[





























iν(g − ik)H−13 + g(1− iν)B−13
]
+ kx(iν − 1)B−13
[− iνA−z (t)(g − ik)H−23
−(kz + A−z (t))g(1− iν)B−23














− k′y(iν ′ − 1)B′3−1
[




























[− iν ′A−z (t)(g − ik′)H′3−2
−(k′z + A−z (t))g(1− iν ′)B′3−2












− ky(iν − 1)B−13
[
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(ν + ν ′)
]
(2pi)4
Γ(1− iν)Γ(1− iν ′)g5 (G.78)
A l’aide de chacune des expressions (G.20), (G.42) et (G.77) nous pouvons
de´duire une expression ge´ne´rale de (G.2) que, par simplicite´ nous mettons
sous la forme
R = N(1 + λ2)−1/2 exp
[pi
2
(ν + ν ′)
]
Γ(1− iν)Γ(1− iν ′)
×
[
C1T1 + C2T2 + C3T3
] (G.79)
















Et chacun des termes
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b(1− iν ′)H′1 + iν ′(b− ik′)B′1
][
− ia(kz + A−z (t))(1− iν)(2− iν)B−11 H1








a(1− iν)H1 + iν(a− ik)B1
][
− ib(k′z + A−z (t))(1− iν ′)(2− iν ′)B′1−1H′1











b(1− iν)H2 + iν(b− ik)B2
][
− ia(k′z + A−z (t))(1− iν ′)(2− iν ′)B′2−1H′2








a(1− iν ′)H′2 + iν ′(a− ik′)B′2
][
− ib(kz + A−z (t))(1− iν)(2− iν)B2−1H2




z (t))(b− ik) + bA−z (t)
]]}
(G.81)





− igβz(1− iν ′)(2− iν ′)H′3B′3−1 + ν ′A−(1 + iν ′)(g − ik′)B′3H′3−1










− igαz(1− iν)(2− iν)H3B3−1 + νA−(1 + iν)(g − ik)B3H3−1






























iν(g − ik)H−13 + g(1− iν)B−13
]
+ kx(iν − 1)B−13
[− iνA−z (t)(g − ik)H−23
−(kz + A−z (t))g(1− iν)B−23














− k′y(iν ′ − 1)B′3−1
[




























[− iν ′A−z (t)(g − ik′)H′3−2
−(k′z + A−z (t))g(1− iν ′)B′3−2












− ky(iν − 1)B−13
[






Inte´grales sur t du de´veloppement
Born II
Le but de cette annexe est de de´velopper analytiquement les inte´grales surle temps des de´veloppements Born II avec et sans e´tats interme´diaires.
H.1 Born II sans e´tat interme´diaire





[−i(ε~k + ε~k′ − εHe)t] (H.1)
Sachant que l’on a A(t) = −
∫ τ
0
dt′E(t′) et que pour un champ du type






ce potentiel se calcule analytiquement sous
la forme

























































)2] , C = E02ω , D = − E04ω+ , E =
− E0
4ω−
avec ω+ = ω +
2pi
τ
, ω− = ω − 2pi
τ
ce qui nous permet de re´e´crire A(t)
sous la forme
A(t) = B + C cos(ωt+ ϕ) +D cos(ω+t+ ϕ) + E cos(ω−t+ ϕ) (H.3)




dtE(t) exp(iαt) + C
∫ τ
0








dtE(t) exp(iαt) cos(ω−t+ ϕ)
(H.4)
Que nous pouvons de´couper en quatre inte´grales
I = I0 + I1 + I2 + I3 (H.5)
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cos(ωt) ; posons A = E0 cosϕ, B = E0 sinϕ, β = pi
τ
qui





(A sin2 βt′ sinωt′ + B sin2 βt′ sinωt′) exp(iαt′) (H.7)
En utilisant la forme exponentielle du sinus et du cosinus puis en inte´grant,


























ou` l’on a utilise´ 

δ1 = 2β + ω + α δ1 = 2β + δ5
δ2 = 2β − ω + α δ2 = 2β + δ6
δ3 = ω + α− 2β δ3 = −2β + δ5
δ4 = 2β + ω − α δ4 = 2β − δ6
δ5 = α+ ω
δ6 = α− ω
(H.9)
En posant C1 = A+ iB
8
, D1 = A− iB
8



















et enfin G1 = E1 +F1, l’expression pre´ce´dente de
I ′ peut alors s’e´crire comme























Cette dernie`re expression va nous eˆtre tre`s utile puisqu’elle est a` la base de
chaque de´veloppement des inte´grales sur t. Ainsi le premier terme I0 de (H.4)
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va s’exprimer directement a` l’aide de (H.10). Pour le calcul de I1, evaluons a`




dtE(t) exp(iαt) cos(ωt+ ϕ) (H.11)
En utilisant la forme exponentielle du cosinus, nous pouvons re´e´crire l’e´qua-













Posons K = exp(iϕ)
2
et L = exp(−iϕ)
2
mais e´galement ε1 = α + ω et ε2 =






























ou` l’on a 

µ1 = 2β + δ5
µ2 = 2β + δ6
µ3 = −2β + δ5
µ3 = 2β − δ6
µ5 = ε1 + ω
µ6 = ε1 − ω
(H.14)


















































Born II sans e´tat interme´diaire 315


ν1 = 2β + ν5
ν2 = 2β + ν6
ν3 = −2β + ν5
ν3 = 2β − ν6
ν5 = ε2 + ω
ν6 = ε2 − ω
(H.16)



















. Pour le calcul de I2, e´va-




dtE(t) exp(iαt) cos(ω+t+ ϕ) (H.17)
que nous pouvons re´e´crire sous la forme
I ′′′ = K
∫ τ
0




ou` l’on a κ1 = α + ω
+ et κ2 = α − ω+. A l’aide de (H.13) et (H.15) nous
pouvons de´duire une expression de I ′′′























































ρ1 = 2β + ρ5 λ1 = 2β + λ5
ρ2 = 2β + ρ6 λ2 = 2β + λ6
ρ3 = −2β + ρ5 λ3 = −2β + λ5
ρ3 = 2β − ρ6 λ4 = 2β − λ6
ρ5 = κ1 + ω λ5 = κ2 + ω
ρ6 = κ1 − ω λ6 = κ2 − ω
(H.20)
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. En dernier lieu, une expression analytique de l’inte´grale




dtE(t) exp(iαt) cos(ω−t+ ϕ) (H.21)
que l’on peut tirer de (H.19) en changeant κ1 par ζ1 = α + ω
− et κ2 par
ζ2 = α − ω−. En re´sume´, d’apre`s chaque expression de I ′, I ′′ et I ′′′ nous
pouvons e´crire























































































































































































ou` chaque terme est de´fini par
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

δ1 = 2β + δ5 µ1 = 2β + δ5 ν1 = 2β + ν5 ρ1 = 2β + ρ5
δ2 = 2β + δ6 µ2 = 2β + δ6 ν2 = 2β + ν6 ρ2 = 2β + ρ6
δ3 = −2β + δ5 µ3 = −2β + δ5 ν3 = −2β + ν5 ρ3 = −2β + ρ5
δ4 = 2β − δ6 µ3 = 2β − δ6 ν3 = 2β − ν6 ρ4 = 2β − ρ6
δ5 = α+ ω µ5 = ε1 + ω ν5 = ε2 + ω ρ5 = κ1 + ω




λ1 = 2β + λ5 θ1 = 2β + θ5 η1 = 2β + η5
λ2 = 2β + λ6 θ2 = 2β + θ6 η2 = 2β + η6
λ3 = −2β + λ5 θ3 = −2β + θ5 η3 = −2β + η5
λ4 = 2β − λ6 θ4 = 2β − θ6 η4 = 2β − η5
λ5 = κ2 + ω θ5 = ζ1 + ω η5 = ζ2 + ω




α = ε~k + ε~k′ − εHe
ω+ = ω +
2pi
τ
ω− = ω − 2pi
τ
ε1 = α+ ω ε2 = α− ω
κ1 = α+ ω
+ κ2 = α− ω+
ζ1 = α+ ω

















CII = E0 exp(iϕ)
4ω
CIII = E0 exp(−iϕ)
4ω
CIV = −E0 exp(iϕ)
8ω+
CV = −E0 exp(−iϕ)
8ω+
CV I = −E0 exp(iϕ)
8ω−
CV II = −E0 exp(−iϕ)
8ω−
(H.26)










































































































































H.2 Born II avec e´tat interme´diaire













i(ε~k + εHe⊕ − εHe)t′
] (H.28)
Nous allons a` nouveau de´finir des changements de variable et re´utiliser les
meˆmes notations que la section pre´ce´dente. Pour cela, pre´cisons que ces nou-
velles notations n’ont, pour certaines, plus de lien avec la section pre´ce´dente.
Ainsi, posons A = E0 cosϕ, B = E0 sinϕ, β = pi
τ







i(ε~k + εHe⊕ − εHe)t′
]
(H.29)
s’e´crit donc en fonction des changements de variables pre´ce´dents et de (H.10)
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C1 = A+ iB
8


























δ1 = 2β + δ5
δ2 = 2β + δ6
δ3 = −2β + δ5
δ4 = 2β − δ6
δ5 = α+ ω
δ6 = α− ω
(H.32)
L’expression (H.31) va nous permettre de calculer (H.28), cette dernie`re de-






























Ce qui nous donne en de´veloppant l’expression pre´ce´dente


































dt E(t) exp (iλt)
(H.34)
Puis, utilisons successivement (H.30) pour calculer chaque inte´grale de l’ex-
pression pre´ce´dente. Nous pouvons alors donner une forme finale pour I























































































































































































ou` chaque terme est de´fini tout d’abord par
Born II avec e´tat interme´diaire 323


λ1 = λ+ δ1
λ2 = λ+ δ2
λ3 = λ+ δ3
λ4 = λ+ δ4
λ5 = λ+ δ5





ε1 = 2β + ε5 ζ1 = 2β + ζ5 η1 = 2β + η5 θ1 = 2θ + ρ5
ε2 = 2β + ε6 ζ2 = 2β + ζ6 η2 = 2β + η6 θ2 = 2θ + ρ6
ε3 = −2β + ε5 ζ3 = −2β + ζ5 η3 = −2β + η5 θ3 = −2θ + ρ5
ε4 = 2β − ε6 ζ3 = 2β − ζ6 η3 = 2β − η6 θ4 = 2θ − ρ6
ε5 = λ1 + ω ζ5 = λ3 + ω η5 = λ5 + ω θ5 = λ2 + ω
ε6 = λ1 − ω ζ6 = λ3 − ω η6 = λ5 − ω θ6 = λ2 − ω
(H.37)
et enfin par 

µ1 = 2β + µ5 ν1 = 2β + ν5 σ1 = 2β + σ5
µ2 = 2β + µ6 ν2 = 2β + ν6 σ2 = 2β + σ6
µ3 = −2β + µ5 ν3 = −2β + ν5 σ3 = −2β + σ5
µ4 = 2β − µ6 ν4 = 2β − ν6 σ4 = 2β − σ5
µ5 = λ4 + ω ν5 = λ6 + ω σ5 = λ+ ω
µ6 = λ4 − ω ν6 = λ6 − ω σ6 = λ− ω
(H.38)
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Annexe I
De´veloppements Born II
Il s’agit dans cette annexe de de´velopper les recouvrements et couplagesdipolaires intervenant dans les de´veloppements Born II.
I.1 Born II avec e´tat interme´diaire


















f (~r1, ~r2, t)V (~r1, ~r2, t)χ(1s,~k)(~r1, ~r2, t) (I.2)
en utilisant les fonctions d’onde suivantes
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× exp [−i(ε~k + ε~k′)t]


























× exp [−i(ε~k + εHe⊕)t]
(I.3)
mais e´galement la perturbation sous la forme V (~r1, ~r2, t) = (~r1 + ~r2) · ~E(t).








































×E(t) exp [i(ε~k′ − εHe⊕)t]
(I.4)
On peut re´e´crire les inte´grales spatiales de cette dernie`re expression en de´ve-




























































De´coupons cette dernie`re expression en quatre inte´grales
D1 = 2NNj
[
I1 + I2 + I3 + I4
]
(I.6)
Regardons en de´tail la premie`re inte´grale




















La contibution de cette inte´grale est nulle puisqu’elle calcule le couplage entre
deux e´tats du continuum et que nous ne´gligeons arbitrairement ces processus.




















L’e´tude du cas sans corre´lations dans l’e´tat interme´diaire ni final nous impose
un choix asymptotiques de charges nucle´aires, Zk′ = Z
⊕
k = 2. Dans ce cas,









(~r2) = δ(~k − ~k′) (I.9)




















comme nous avons Zk = Z
⊕































Or l’inte´grale est exactement e´gale a` I~k(t) calcule´e dans l’annexe D, d’ou`








iν ′; 1; ik′r + i~k′ · ~r
)







(iν ′ − 1)
[




















qui nous permet d’e´crire









ρ exp(−iϕ′) = exp(2iϕ
′) (I.13)





. Ainsi, nous pouvons e´crire





= 2Z⊕i − Zk′ (I.14)
Finalement, en vertu de (I.14) et (I.13), (I.12) se re´e´crit∫





exp(−2ϕ′ν ′)(iν ′ − 1) (I.15)
















Γ(2− iν ′) (I.16)




















ou` l’on voit apparaˆıtre explicitement le couplage entre deux e´tats du conti-
nuum. Comme le cas pre´ce´dent, nous allons directement ne´gliger ce type de
processus. Ainsi la seule contribution effective a` D1 viendra de I3 et en in-
jectant (I.16) dans (I.6) nous de´duisons finalement une expression de D1 que

































que l’on re´e´crit sous la forme












′)V (~r1, ~r2, t
′)χi(~r1, ~r2, t
′) (I.20)
A l’aide de la de´finition de χ(1s,~k) donne´e en (I.3) et de celle qui suit
χi(~r1, ~r2, t) = ϕ1s(~r1)ϕ1s(~r2) exp(−iεHet) (I.21)

























i(ε~k + εHe⊕ − iεHe)t′
]
(I.22)
On peut re´e´crire les inte´grales spatiales de cette dernie`re expression en de´ve-
















1s (~r2)r2 cos θ2ϕ1s(~r1)ϕ1s(~r2)
] (I.23)
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Ainsi, en injectant directement l’expression pre´ce´dente avec (I.16) dans celle





















ou` l’on a ν⊕ =
Z⊕k
k
, Zi = 1, 6875, Z
⊕
i = 2, Z
⊕




















1s (~r2)r2 cos θ2ϕ1s(~r2) (I.28)
Nous voyons apparaˆıtre dans ce cas le couplage explicite entre deux e´tats de
meˆme syme´trie s. Du fait des re`gles de se´lection lors des transitions dipolaires

























i(ε~k + εHe⊕ − εHe)t′
]
(I.29)
I.2 Born II avec e´tat interme´diaire et e´tat
fondamental ame´liore´
L’ide´e est ici d’utiliser l’e´tat fondamental de J.N. Silverman et al. [157]
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et de recalculer le facteur M2. Ainsi en utilisant l’expression pre´ce´dente dans






































i(ε~k + εHe⊕ − iεHe)t′
]
(I.31)












i(ε~k + εHe⊕ − iεHe)t′
] (I.32)















































Chacune des formes inte´grales a de´ja` e´te´ calcule´e, a` l’aide de (I.26) et (I.16)













)]3 exp [ν⊕ (pi2 − 2ϕ1
)]
Γ(2− iν⊕) (I.36)
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ou` l’on a a = 2, 17621, b = 1, 20152, Z⊕i = 2, Z
⊕










et α1 = a
2 + k2. Si l’on regarde en de´tail J21s, son expression














)]3 exp [ν⊕ (pi2 − 2ϕ2
)]
Γ(2− iν⊕) (I.37)





et α2 = b












et l’on voit apparaˆıtre explicitement le couplage entre deux fonctions d’onde
de meˆme syme´trie s. Ce couplage est donc identiquement nul. Pour les meˆmes
raisons, la contribution de J41s se re´duit a` 0. Ainsi en vertu des deux expres-
sions pre´ce´dentes, nous pouvons e´crire














































[L1 + L2] (I.41)
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Calculons tout d’abord l’inte´grale sur ~r1 que nous pouvons directement re´-
e´crire a` l’aide des de´finitions des fonctions d’onde
∫













iν; 1; ikr1 + i~k · ~r1
) (I.43)




Γ(1−iν). A l’aide de (I.15) que l’on de´rive
par rapport a` kz, nous arrivons a`
∫
d~r1 (. . . ) = −(2g)






























ou` l’on a α3 = g
2 + k2, β =
1
g





. A pre´sent, regardons
l’inte´grale sur ~r2, sa contribution va eˆtre identiquement nulle a` cause des har-
moniques sphe´riques. Cet dernier point a pour effet de re´duire la contribution












Nous avons de´ja` calcule´ le premier facteur inte´gral de L2 qui s’e´crit∫
d~r1 ϕ
⊕∗
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Nous pouvons remarquer que nous allons calculer des couplages et des recou-
vrements entre des fonctions d’onde de moments magne´tiques diffe´rents. Ceci
entraˆıne que chaque contribution va eˆtre nulle. Au final, la contribution de
J2p± est 0. Finalement, en vertu de (I.49) et (I.39) nous arrivons a` la forme
finale de M2












































dt′E(t′) exp[i(ε~k + εHe⊕ − εHe)t′]
(I.51)
Re´sume´ : Nous pre´sentons une approche the´orique fonde´e sur des e´tats
de (( Coulomb-Volkov )) bien adapte´e a` l’e´tude des processus multiphoto-
niques atomiques induits par un laser XUV femtoseconde intense. Elle pre´-
dit les spectres d’ionisation de l’hydroge`ne quand l’impulsion incidente reste
en conditions de perturbation. Trois voies sont explore´es dans ce manus-
crit. L’extension a` des champs intenses quand ~ω > Ip : il est ne´cessaire de
prendre en compte la population de l’e´tat initial de l’hydroge`ne, en l’intro-
duisant dans une amplitude Coulomb-Volkov standard, on de´crit l’ionisation
multiphotonique quasi-sature´e. L’extension aux transitions multiphotoniques
avec ~ω < Ip : de nouveaux chemins quantiques sont ouverts par l’excitation
des e´tats lie´s de l’hydroge`ne. Une approche Coulomb-Volkov de l’excitation
multiphotonique de ces e´tats est de´veloppe´e. L’extension a` l’he´lium : l’e´tude
de la double ionisation directe a` deux photons permet d’exhiber l’influence
des corre´lations e´lectroniques dans l’e´tat initial et dans l’e´tat final. De nom-
breuses informations, comme les distributions angulaires et e´nerge´tiques mais
aussi les sections efficaces sont accessibles.
Excitation and ionization of hydrogen and helium atoms by
femtosecond laser pulses : theoretical approach by“Coulomb-Volkov”
states
Abstract : We present a theoretical approach using “Coulomb-Volkov”
states that appears usefull for the study of atomic multiphotonic processes in-
duced by intense XUV femtosecond laser pulses. It predicts hydrogen ioniza-
tion spectra when it is irradiated by laser pulses in perturbations conditions.
Three ways have been investigated. Extension to strong fields when ~ω > Ip :
it requires to include the hydrogen ground state population, introducing it in
standard Coulomb-Volkov amplitude leads to saturated multiphotonic ioni-
zation. Extension to multiphotonic transitions with ~ω < Ip : new quantum
paths are open by the possibility to excitate the lower hydrogen bound states.
Multiphoton excitation of these states is investigated using a Coulomb-Volkov
approach. Extension to helium : two-photon double ionization study shows
the influence of electronic correlations in both ground and final state. Huge
quantity of informations such as angular and energetic distributions as well
as total cross sections are available.
MOTS-CLE´S : KEY-WORDS :
Rayonnement XUV femtoseconde Femtosecond XUV light
Etats de Coulomb-Volkov Coulomb-Volkov states
Transitions multiphotoniques Multiphotonic transitions
Double ionisation a` deux photons Two-photon double ionization
